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Propos liminaire
Dans ce document, nous allons nous intéresser à la dynamique des îlots magnétiques dans les
plasmas de tokamak et, en particulier, à leur origine. Les îlots magnétiques sont essentiellement
le résultat de modifications topologiques de l’équilibre magnétique et jouent un rôle important
dans les machines à fusion car ils dégradent le confinement énergétique des machines de type
tokamak. Ils peuvent même induire des disruptions qui entraînent un arrêt de la décharge
ou encore endommagent la machine. Ces dernières années, mes travaux ont porté sur l’étude
des îlots magnétiques et sur l’impact de la turbulence sur ces derniers. Ils ont donné lieu au
co-encadrement de trois thèses [89, 131, 104].
Les modèles de compréhension de la dynamique des îlots magnétiques sont relativement
bien établis dans la littérature. Néanmoins, même le plus simple de ces modèles souﬀre encore
de compréhension incomplète. Par exemple dans [106, 107], nous nous sommes intéressés aux
limites du paradigme qui sous-tend les études prédictives sur l’évolution des îlots. Ce paradigme
pose que les eﬀets de courants loin de la résonance, où naît et grandit un îlot, peuvent se
condenser sous la forme d’un seul paramètre appelé  ’ . Nous avons montré qu’il était erroné
dans la limite dîte des grands îlots et/ou large  0, et explicité des mécanismes qui ne sont pas
compatibles avec ce paradigme, même dans le cadre d’un modèle dynamique minimaliste. Il
est intéressant de noter que ce paradigme, utilisé depuis des décennies dans la communauté,
est aussi utilisé dans les procédures de prédiction et de contrôle de la taille des îlots pour
les futures machines fusion. C’est une illustration du fait que l’utilisation de modèles épurés
n’implique nullement que les mécanismes en jeu qu’ils sous-tendent soient simples. On peut dès
lors s’interroger sur le lien entre le réel et les modèles mathématiques et/ou numériques que
nous utilisons pour rendre le premier intelligible. Une analyse critique de leurs fondements et
de leur adéquation avec un objectif de compréhension du monde réel n’est pas l’objectif premier
poursuivi dans ce mémoire.
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La démarche entreprise dans ce manuscrit est diﬀérente. Nous partons d’une définition
simple des îlots magnétiques pour progressivement adresser les questions et les problèmes que
leur existence soulève dans les plasmas chauds magnétisés. Cela constitue le chapitre I de ce
mémoire. Un des objectifs annexe poursuivi, est de mettre dans des notes de bas de page les
éléments calculatoires pour les lecteurs intéressés mais qui ne sont pas indispensable au discours.
Ce chapitre aboutit au problème qu’il existe de nombreuses situations où on ne connaît pas
l’origine de ces îlots. Il y a une dizaine d’année, la communauté plasma a largement diminué
son eﬀort pour comprendre l’origine des îlots et s’est focalisée depuis sur la question de leur
contrôle. Le paradigme technologique semble être qu’il est plus simple de chercher à les contrôler
que de les comprendre. Ainsi en était-il, d’une certaine façon, de l’aéronautique qui a cherché à
faire voler des avions sans comprendre pleinement de rôle de la turbulence et de son interaction
avec un corps volant. Le dessin d’ITER s’appuie largement sur ce postulat en ce qui concerne
les phénomènes MHD, qui comprend la physique des îlots. Nous conclurons ce premier chapitre
sur quelques unes des incertitudes que cette démarche laisse ouverte.
Une piste que nous allons poursuivre par la suite est de regarder si la turbulence qui agite
le plasma est un candidat sérieux à la génération de ces îlots. Expérimentalement et historique-
ment, cette hypothèse a fait l’objet de peu d’attention. L’objet du chapitre II est justement de
discuter cette question d’un point de vue expérimental et d’essayer d’identifier les limites qu’im-
posent les diagnostiques actuels pour réellement s’emparer de cette question. On verra, qu’en
réalité, de nombreuses expériences ont contourné cette question, qu’il existe des diagnostiques
qui souﬀrent encore probablement d’un manque de précision mais qui permettent d’eﬄeurer
la question de l’origine des îlots. On pourra penser par exemple à ceux qui caractérisent les
couplages de modes. Probablement une des diﬃcultés est qu’on n’a pas une idée précise aujour-
d’hui de comment diﬀérencier un îlot induit par une instabilité de courant grande échelle, un
îlot classique en somme, d’un îlot induit par une turbulence petites échelles sous-jacente. Dans
le chapitre III, nous dérivons un modèle analytique fluide minimaliste permettant l’éude du
couplage entre îlots magnétiques et turbulence. Dans le chapitre IV, nous utilisons ce modèle
pour étudier l’interaction d’un îlot magnétique et d’une turbulence interchange au voisinage
d’une surface résonante. Il s’agit d’essayer d’identifier une ou des signatures qualitatives spéci-
fiques aux îlots induits par une turbulence, en s’appuyant sur des simulations numérique. Dans
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le chapitre V, on étudie une situation où il y a de nombreuses surfaces rationnelles et où, intrin-
sèquement, la dynamique est tridimensionnelle. On montre qu’il est approprié de penser que,
potentiellement, un îlot magnétique graine suﬃsamment grand peut-être généré par une tur-
bulence de bord, dans certaines conditions. Par suﬃsamment grand, on entend qu’il provoque
la génération d’un mode de déchirement néoclassique (NTM), qui sont les modes qui posent
problème dans les machine à confinement magnétique. La thèse suivante est en fait discutée :
la turbulence peut-être à l’origine de la génération d’îlots NTM. L’apparition de tels îlots peut
expliquer l’absence d’observation d’évènements précurseurs en amont de leur génération. Dans
le dernier chapitre une conclusion est présentée.

Chapitre 1
Les îlots magnétiques dans la littérature et les tokamaks
Les îlots magnétiques sont des structures magnétiques importantes tant dans le contexte
astrophysique que dans celui des machines à fusion magnétique. Par exemple, au niveau de la
couronne solaire, les îlots magnétiques précèdent la destruction des tubes de flux magnétique
[98]. En eﬀet, l’évolution non linéaire d’un tube de flux magnétique coronal, ou boucle magné-
tique, est sujet au développement d’instabilités de courant. La formation dans le tube de flux
de structures de courant de petites échelles, leur existence, est cruciale dans le développement
du processus dissipant l’énergie libre magnétique, i.e. la reconnexion magnétique des lignes de
champ. Il existe de nombreux autres exemples fascinants qui permettraient de mettre en évi-
dence leur universalité dans la nature. Le parti pris dans ce manuscrit est de circonscrire l’étude
des îlots magnétiques au cadre de la physique des tokamaks. À défaut de pouvoir lever les yeux
et s’intéresser à des objets dont les dimensions nous dépassent, ce parti pris présente l’avantage
que la physique des tokamaks peut s’appuyer sur de nombreuses expériences et mesures, et
donc mettre en confrontation, avec plus de pertinence, expériences, simulations numériques et
théories. En ce qui concerne le sujet de ce manuscrit, nous verrons malheureusement que cela
n’est pas une tâche aisée. Nous verrons que, même si la compréhension des îlots magnétiques a
largement évolué depuis les travaux pionnier de Furth et co-auteurs [42], la compréhension de
leur origine et de leur rôle exact reste largement en devenir...
1.1. Les îlot magnétiques et le confinement thermique
Le principe du confinement magnétique et plus singulièrement des tokamaks repose sur
une idée simple : réaliser, idéalement, une configuration magnétique constituée de surfaces
magnétiques emboîtées sur lesquelles s’enroulent les lignes de champ magnétique. Dans un
tokamak, l’équilibre construit est tel que les surfaces magnétiques sont typiquement des tores
emboîtés, ou sont topologiquement équivalentes à des tores emboîtés si on ne considère que la
partie du tokamak où les surfaces magnétiques sont fermées. Le petit rayon a d’un tokamak est
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le petit rayon de la dernière surface magnétique fermée. Le grand rayon R0 est la distance entre
l’axe principal de symmétrie du tore et le milieu de l’intérieur du tore. Un point du tore pourra
être repéré en géométrie torique par les coordonnées (r, ✓, ) où 0  r  a , R = R0 + r cos ✓
est la distance à l’axe principal et   = Cte désigne une coupe poloïdale du tore. En outre les
équilibres construits sont en général tels que les densités et températures sont maximales au
cœur du tokamak (r = 0) et décroissent de façon monotone lorsqu’on s’en éloigne (T 0s,eq(r) < 0,
n0s,eq(r) < 0 où s = i, e désigne les espèces ionique et électronique). Au-delà de r = a, les
surfaces magnétiques ne sont plus fermées et les flux de particules se dirigent vers la paroi et
en particulier vers le divertor en suivant les lignes de champs. Nous ne considérerons pas cette
partie du tokamak.
La configuration magnétique en r  a contraint, en première approximation, les particules
chargées à s’enrouler autour de des lignes de champ et donc, dans la mesure où on place suﬃsam-
ment de particules chargées énergétiques au centre de telles configurations qui les y confinent,
on peut espérer atteindre les conditions d’allumage des réactions de fusion. En pratique, mal-
heureusement, le temps de de vie du plasma est relativement limité, ce qui est potentiellement
problématique dans la perspective d’une utilisation industrielle de ces machines pour produire
de l’énergie. Un enjeu amont non résolu est en fait d’obtenir un couple tokamak/régimes de
fonctionnement où les réactions de fusion deviennent non marginales. Il est lié au temps de
confinement du plasma et non directement à son temps de vie. Le temps de confinement ⌧E
est défini comme le temps caractéristique de dissipation de l’énergie thermique contenue dans
le plasma en régime stationnaire. Par stationnaire, on entend que la puissance injectée égale
la puissance dissipée Pinj = Ppertes, la puissance de fusion étant supposée négligeable - ce qui
est en général le cas dans la génération actuelle de tokamaks en fonctionnement - pour simpli-
fier le discours et par conséquent le critère de Lawson non satisfait. On a donc ⌧E = Eth/Pinj
où Eth = 1.5kB
´
plasma n(Te + Ti)dV désigne l’énergie thermique contenue dans le plasma et
n = ni = ne sa densité. De nombreux mécanismes peuvent induire une perte de confinement
ou plus modérément une baisse du temps de confinement d’une décharge, au-delà de simples
mécanismes de diﬀusion du cœur vers les parois.
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Point X    
Point O    
Figure 1.1.1. [Gauche]Visualisation 3D d’un îllot magnétique m/n=2/1 : On
observe une portion de surface magnétique qui s’enroule à l’intérieur de l’îlot
et la trace de diﬀérentes surfaces magnétiques sur une coupe poloidale. Source:
www.vacet.org [Droite] Surfaces magnétiques projetées dans le plan poloïdal au
voisinage d’un îlot en géométrie slab. Les séparatrices sont les lignes foncées qui
se croisent au point X.
Un des mécanismes potentiellement majeur, dans le contexte de la machine ITER est la
génération d’îlots magnétiques. Plus précisément, on observe que des fluctuations de la confi-
guration magnétique idéale d’équilibre peuvent amener à la destruction de certaines surfaces
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magnétiques où le facteur de sécurité 1 est rationnel et qui sont dîtes résonantes 2. La consé-
quence est alors la formation d’une chaîne d’ilots magnétiques. Chaque ilot est en fait alors
localement un nouvel empilement concentriques de surfaces magnétiques autour d’un nouvel
axe magnétique. Une visualisation d’un ilot q = m/n = 2/1 est dessinée sur la figure gauche de
1.1.1, une portion d’une surface magnétique de l’ilot étant aussi visible. Les lignes de champ
s’enroulent sur les surfaces magnétiques. En considérant une extrémité de cette surface, on
observe qu’une ligne de champ repassera par le même point après avoir eﬀectué deux rotations
toroïdales et une seule poloidale. La structure d’îlot est explicite lorsqu’on matérialise la pro-
jections de quelques surfaces magnétiques dans un plan poloïdal, observable toujours sur cette
même figure mais aussi sur celle à droite. Dans ce dernier cas l’image est issue d’une simulation
numérique d’un modèle simplifié en géométrie slab 2D. Nous y reviendrons au chapitre 4.
Ainsi, la perte de confinement induit par un îlot découle du fait qu’une particule chargée
ou de la chaleur qui eﬄeure la surface de bord interne de l’ilot eﬀectuera un déplacement
1. Facteur de sécurité : Le facteur de sécurité q(r) est défini pour un équilibre axisymétrique, i.e. lorsque
les surfaces magnétiques sont des tores emboités. Il égale le nombre de tours toroïdaux   /2⇡ à eﬀectuer le
long d’une ligne de champ situé à l’équilibre sur une surface magnétique r = Cte pour retrouver la même
position poloïdale. Lorsque ce nombre est rationnel, q = m/n, cela veut dire que la ligne de champ est fermée ;
après m tours toroïdaux, n tours poloïdaux ont été eﬀectué exactement. Une ligne de champ étant définie par
dM⇥B = 0, soit encore rd✓B  = Rd B✓. On a donc dans l’approximation de large rapport d’aspect que
(1.1.1) q(r) = d /d✓ = rB (RB✓) 1 .
L’approximation d’un large rapport d’aspect consiste à écrire que r/R(r, ✓)⌧ 1 ou ✏ = r/R0 ⌧ 1, R0 étant
le grand rayon du tokamak. Cette dernière induit que la distance à l’axe principal du tokamak est constante,
R = R0 = Cte et donc aussi le champ magnétique toroïdal Bt ⌘ B .
2. Surface résonante et fluctuations résonantes : Une surface magnétique d’équilibre r = rs est
résonante si ses lignes de champ sont fermées, autrement dit si le facteur de sécurité est rationnel qs ⌘ q(rs) =
m/n (cf. la note (1)). Telle une perturbation en amplitude d’une corde de guitare qui, pour résonner, doit
avoir une longueur d’onde égale à un sous-multiple de la longueur de la corde, une fluctuation magnétique
sera résonante avec cette surface si elle une périodicité égale à un sous-multiple de la longueur de la ligne de
champ. En d’autres mots, il faut une perturbation harmonique mpert/npert = m/n où (mpert, npert) désignent
les nombres d’ondes de la perturbation magnétique B˜ = B˜(r, t) exp i(mpert✓   npert ) et mpert/m 2 N . Dans
la mesure où le champ magnétique d’équilibre n’a pas de composante radiale, une façon alternative d’écrire la
condition de résonance est de remarquer que Beq ·rh = impertB✓,eq/r(1   npertm/mpertn)h pour n’importe
quelle perturbation de la forme h = h˜(r) exp i(mpert✓ npert ). La condition de résonance d’une perturbation h
avec une surface rationnelle peut donc s’écrire rk,eqh ⌘ B 1eq Beq ·rh = 0. Intuitivement, on peut comprendre
que plus m/n est faiblement rationnel (plus m et n sont un couple d’entiers premiers entre eux petits), moins
la longueur de la ligne de champ est grande et moins il faut d’énergie pour exciter les premiers harmoniques.
En particuliers, les modes MHD donnant des îlots, qui sont des modes grandes échelles, auront donc tendance
à être exciter sur les surfaces faiblement rationnelles.
Notons au passage que la condition r · B˜ = 0 est satisfaite lorsque le vecteur d’onde de la perturbation
résonante à la résonance est de la forme k = mr✓  nr . Stricto sensu, il suﬃt qu’il s’agisse d’un harmonique
de la forme (mpert/m)k. Par la suite on ne rentrera pas dans ces détails et m désignera, sauf mention explicite,
le nombre d’onde de la perturbation mpert ,! m. On a alors kk/k? = B˜✓/B˜  = nr/mR = r/qR ⇡ ✏/qs.
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radial essentiellement du fait qu’il suit la ligne de champ et non du fait d’un mécanisme de
diﬀusion perpendiculaire à ces dernières. La raison en est que la diﬀusion parallèle est plusieurs
ordres de grandeurs plus grande que la diﬀusion perpendiculaire aux lignes de champs 3. Il est
démontré dans [38] et numériquement vérifié dans [65] que la chaleur s’écoule le long d’une
couche résistive située au niveau de la séparatrice qui définit le bord de l’îlot, au lieu de le
traverser . Autrement dit, elle le contourne en traversant la surface d’équilibre résonante au
niveau d’un point X, qui est un point où l’épaisseur radiale de l’ilôt s’annule (voir la figure
1.1.1 pour la définition/visualisation de la séparatrice et du point X). Finalement la chaleur
eﬀectuera une excursion radiale, du cœur vers le bord, de l’ordre la largeur de l’îlot bien plus
3. Diﬀusion parallèle : Le coeﬃcient de diﬀusion parallèle aux lignes de champs magnétique de la chaleur
est proportionnel au produit de la distance caractéristique L associée au mouvement propre des électrons par
leur vitesse thermique vth,e =
p
Te/me. La distance caractéristique est en général le libre parcourt moyen des
électrons  e = vth,e/⌫, ⌫ = e4ne ln⇤/(4.6⇡✏20m2e)v
 3
th,e étant la fréquence de collisions que subissent des électrons
thermalisés proportionnelle à v 3th,e et la densité [57]. ln⇤ est le logarithme de Coulomb qui varie entre 10 et 20.
Il en ressort que le coeﬃcient de diﬀusion parallèle associé à la température électronique satisfait  k =  k(Te) ⇠
T 5/2e . Néanmoins, cela suppose le régime suﬃsamment collisionnel à savoir  e ⌧ LTe ⌘ (rTe/Te) 1, ce qui est
cohérent avec l’idée que le profil de température est plat dans un îlot, car sinon des mécanismes de convection
peuvent rentrer en jeu et alors L ⇠ Lk = 2⇡/kk ⇠ 2⇡Rq ⇠”longueur d’une ligne de champ au niveau d’un îlot”
[65, 128], kk étant associé à la longueur d’onde parallèle de la perturbation MHD qui génère l’îlot. Voir aussi
(1.1.1) pour la définition de q . Numériquement, l’ordre de grandeur a conductivité thermique est donc donnée
par
(1.1.2)  k = 3.2vth,emin( e, Lk)
Si on considère le tokamak Tore Supra, des ordres de grandeur typiques sont Te = 50 ev, une densité n = 5.1019
et un grand rayon R = 2.5m. On obtient alors  e ⇠ 16 cm ⌧ Lk et donc  k ⇠ 1.5 106m2s 1 . Pour une
température de Te = 5 kev, une densité n = 5.1019 particules par mètre cube, R = 3 m et un îlot q = m/n = 2,
qui sont des ordres de grandeur typiques dans un tokamak tel que JET, on obtient,  e ⇠ 1.6 km  Lk = 37m
et donc  k ⇠ 3. 109m2s 1 .
Le mécanisme de diﬀusion perpendiculaire est dominé par des mécanismes liés à la présence d’une turbulence
dans la direction perpendiculaire. Une première estimation de ce coeﬃcient peut-être faite en faisant l’hypothèse
de longueur de mélange, i.e. que construit à partir des temps ⌧c et longueur lc de corrélations caractéristiques
de la turbulence mesurées expérimentalement  ? = l2c/⌧c. Les échelles énergétiquement dominantes sont de
l’ordre de quelques rayons de Larmor ioniques (calculé à la température électronique) ⇢s =
p
2
p
Te/mi/!ci
(!ci = eB/mi) et le temps de corrélation typiquement de 100 kHz[138], ce qui donne pour JET,  ? ⇠ 1 m2s 1.
C’est une valeur typique dans les expériences dans les tokamak. En se basant sur un temps caractéristique
collisionnel ⌧c ⇠ ⌫ 1 et une longueur caractéristique le rayon de Larmor électronique, on obtiendrait  coll.? ⇠
10 4 m2s 1 ; en ajoutant les eﬀets néoclassiques qui supposent que les collisions permettent à une faible fraction
de particules d’être piégées au voisinage des minima du champ magnétique où elles décrivent des orbites bananes
Lk <  e[138], on rentre dans le régime de diﬀusion de “Pfirsch-Schlüter”. On reste néanmoins en dessous de ce
qui est mesuré expérimentalement, à savoir  P.F.? = ⌫ 1⇢2e(1+q2) ⇠ 10 3 ⌧  ?. L’évaluation de ces coeﬃcients
de transports de façon moins heuristique et en particulier de savoir s’ils suivent une dépendance Bohm ou Gyro-
Bohm (et donc la dépendance avec la température) reste un sujet important car cela permet des prédictions
pour les futures machines à fusion en termes de transport de la chaleur vers le bord et donc de confinement.
Nous n’aborderons pas ces problématiques, mais il convient de noter que lorsque le plasma dépasse une longueur
de gradient de température critique,  ? =  ?(Te,rTe/Te)[69].
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Figure 1.1.2. [Gauche] Représentation schématique de l’aplatissement du
profil de température électronique d’un îlot. [Droite] Mesure expérimentale de
l’aplatissement de la densité dans un îlot par réflectométrie (Graphe issue de
[129] avec l’aimable autorisation des auteurs).
rapidement que si seul le mécanisme de diﬀusion perpendiculaire aux ligne de champ et donc
radial était à l’oeuvre. On voit bien ainsi que l’îlot est un court-circuit très eﬃcace augmentant
le transport de particules et de chaleur provenant du cœur de la machine, touchant le bord de
l’îlot et repartant en direction du bord de la machine. Plus l’îlot est large, plus le court-circuit
est eﬃcace et le déconfinement induit par ce transport important.
L’eﬀet de la présence d’un îlot sur le profil de température est visualisé schématiquement
sur la figure 1.1.2. Il se traduit par un aplatissement de la température au niveau de l’ilot
[123] et un abaissement de la température au centre de la machine et donc de son contenu
énergétique [26](cf. Fig 5-5 de cette référence). L’aplatissement est lié au fait que la tempé-
rature et la densité s’homogénéisent à l’intérieur de l’îlot puisque les flux de particules et de
chaleur q venant du cœur n’y pénètrent plus, dans la mesure néanmoins où les sources d’éner-
gie y sont négligeables 4. Mentionnons aussi qu’un mécanisme similaire d’applatissement de la
4. Mécanisme d’applatissement de la pression au niveau d’un îlot magnétique : En l’absence de
sources, dans l’îlot, r ·qe = 0. On écrit alors d’une part que la température satisfait une loi de type Fourier, on
a r · qe =  r? · (n ?r?Te) rk · (n krkTe) avec  k =  k(Te). D’autre part en supposant l’îlot de taille w
suﬃsament large,  ?/w2 ⌧  kL2k, on obtient que dans l’îlot rkTe =  kTe=0. Autrement dit, dans la mesure
où w   wc = ( ?/ k)1/4
p
Ls/k, on obtient que Te = Te( ) où  est un label des surfaces magnétiques. On
a utilisé ici rk ⇠ L 1k = kW/Ls où Ls est la longueur de cisaillement magnétique et k le nombre d’onde de
l’îlot. Dans le manuscrit, nous expliciterons ces quantités et, en particulier Ls, en lien avec la nature des champs
magnétiques d’équilibres que nous considérerons. En outre, la divergence du flux de chaleur (ou de la chaleur)
étant nulle, en eﬀectuant une moyenne sur la dernière surface magnétique entourant l’îlot (séparatrices), on
obtient que le flux qui pénètre dans l’îlot est nul < qe.n >sep = T 0e( ) < n ?r? >sep= 0. Le crochet indique
la moyenne sur la surface et n la normale sortante en un point de la surface. On aurait pu faire cette moyenne
sur n’importe quelle surface magnétique de l’îlot, nécessairement fermée, et on aurait encore T 0e( ) = 0. Il
s’ensuit que la température électronique Te est constante dans l’îlot (en première approximation).
D’un point de vue dynamique, il faut noter que la température est en réalité convectée aux échelles, bien
inférieures à celle de la largeur radiale d’un îlot, de la turbulence aussi. L’eﬀet moyen de la convection a été ici
modélisé par un coeﬃcient de diﬀusion perpendiculaire anormal (non purement collisionnel). L’îlot lui-même
génère un écoulement localisé, voir singulier dans la limite d’une résistivité et viscosité tendant vers zéro, au
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densité existe mais il est moins prononcé 5. Expérimentalement, l’aplatissement du profil de
température électronique au niveau d’un îlot est bien vérifié à l’aide notamment de diagnostics
ECE (electron-cyclotron emission) avec de très bonne résolution temporelle (comparé à l’échelle
caractéristique de rotation de ce dernier), ce qui permet des mesures de Te à l’intérieur de l’îlot
et même des reconstruction 2D de ce dernier [31, 25]. On peut aussi accéder à la largeur des
îlots via des diagnostics de réflectométrie [129].
À partir de modèles simplifiés, il est possible d’estimer l’importance du déconfinement induit
par la présence d’un îlot, en fonction de sa position et sa largeur radiale [22]. Un modèle simple,
appelé “Belt model” permet de se rendre compte des ordres de grandeur. Il pose principalement
que l’îlot est un anneau r+s  r  r s de largeur radiale w et où la température est uniforme. On
a posé r±s = rs±w/2. r = rs désigne la surface magnétique d’équilibre résonante correspondant
à une valeur de q égal à qs = m/n et est le siège de l’instabilité à l’origine de l’îlot en général.
La baisse relative du temps de confinement ⌧E induit par l’îlot est proportionnelle à la taille
de l’îlot w et, selon le modèle, est donnée par
(1.1.3)
 ⌧E
⌧E
= 4
r3s
a4
w ,
où a est le petit rayon du tokamak. Ainsi, l’impact des îlots 2/1 sera, à taille identique, bien
plus grand que les îlots 3/2 puisque q est généralement une fonction croissante de r. Expérimen-
talement, les îlots magnétiques peuvent atteindre 10% du rayon (par exemple, voir la référence
[123] pour le tokamak MAST). Si l’on considère que l’îlot est au tiers du rayon, on obtient une
dégradation du confinement de 1% tandis qu’au quatre cinquième du rayon, elle dépasse 20%.
niveau des séparatrices que nous ne considérons pas à ce stade.
5. Mécanisme d’applatissement de la densité au niveau d’un îlot magnétique : En modélisant
le flux de particules   au travers d’une loi de Fick qui permet d’introduire les coeﬃcient de diﬀusion de la
densité D? et Dk, on peut mener le même type de raisonnement que précédemment et déduire un aplatissement
de la densité de particules à l’intérieur d’un îlot. Plus précisément en écrivant que la densité satisfait une loi
de diﬀusion r ·   = 0, on obtiendra un aplatissement de la densité à l’intérieur d’un îlot dans la mesure où
D?/w2 ⌧ DkL2k. Il faut cependant préciser que pour un plasma de tokamak, D?/Dk ⇠  ?/ k(mi/me)↵ avec
↵   1/2 [38]. Par conséquent la taille critique de l’îlot à partir de laquelle il y aura un applatissement de
la densité, qui est proportionnelle à (D?/Dk)1/4, sera supérieure à celle attendu pour la température d’un
facteur 2 au moins. Dans “http ://farside.ph.utexas.edu/talks/peking.pdf”, le même auteur donne un argument
légèrement diﬀérent.
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La détérioration du niveau de confinement par la présence d’un îlot est souvent estimée
expérimentalement à travers la mesure de la variation d’énergie thermique du plasma  Eth
[52] (voir la note de bas de page 6). À puissance injecté constante, on a d’ailleurs  ⌧E/⌧E =
 Eth/Eth, ce qui donne au premier ordre en w/a :
(1.1.4)  Eth/Eth = f(rs)
w
a
,
où la fonction f(y) = 4y3 pour le “belt model”. Plus généralement, f dépend de la géométrie de
l’îlot, des profils de densité et de température à l’équilibre [23] et est lié au fait que la présence
d’un îlot abaisse les profils de densité et de température d’une constante proportionnelle à la
taille de l’îlot 6  Te(r < r ) ⌘ T0(r)   Te(r, w) =  T 00(rs)w. D’un point de vue expérimental,
ce décalage constant de la densité ou de la température en raison de la poussée d’un îlot est
remarquablement bien observé [23]. La proportionnalité du niveau de déconfinement avec la
6. Modélisation de l’évacuation de la chaleur et dégradation du contenu énergétique en pré-
sence d’un ilot :
Dans l’esprit du “Belt model”, supposons que la conductivité est infinie au niveau de l’îlot  (r  < r <
r+) = +1 et inchangée ailleurs par la présence de l’îlot. Supposons que la source de chauﬀage électronique
Qe soit aussi insensible à la présence de l’îlot. D’ailleurs en général Qe est négligeable au niveau de l’îlot et
localisée essentiellement en r < r . L’équilibre cylindrique d’un point de vue énergétique s’écrit Qe = r · qe =
 r · (n ?rTe). En écrivant T 0e(0) = 0, T (a) = 0 et r · f(r) = (1/r)@r(rf), cela se récrit
(1.1.5) Te(r) =
ˆ a
r
dr
rn 
ˆ r
0
drQe(r)r .
En notant T0(r) le profil de température associé à Qe en l’absence d’îlot, les hypothèses impliquent que
Te(r > r+) = T0(r) et Te(r < r ) = T0(r)  
´ r+
r 
dr (rn ) 1
´ r
0 drQe(r)r. Par conséquent dans la zone interne
du tokamak par rapport à la position de l’îlot, la modification du profil de température est
(1.1.6)  Te(r < r ) ⌘ T0(r)  Te(r, w) =  T 00(rs)w +O(w3) .
Il est intéressant de noter que, plus précisément, on a  Te(r < r ) ⇠ ( arn  )sQ¯(rs)wa (1   w
2
32L2r
) où Q¯(rs) =´ rs
0 rdr Q et Lr = min(Ln, L , LQ) < a. On voit ainsi que pour des îlot petits par rapport à la longueur
de gradient de typique w/Lr ⌧ 1 ou même de l’ordre de de Lr, l’approximation linéaire est valide. Par
définition Ln = n(rs)/n0(rs). De la même façon, on peut écrire qu’il y a une source de particules qui de façon
macroscopique diﬀuse S = r · qn =  r · (Drn), ce qui donne aussi
(1.1.7)  n(r < r ) ⌘ n0(r)  n(r, w) =  n00(rs)w +O(w3) .
Il en découle que la variation d’énergie thermique  Eth =
´ a
0 rdr (n T + T  n) liée à la présence d’un îlot mais
aussi  Eth/Eth sont proportionnels à la taille de l’îlot. On suppose pour simplifier T = Te+Ti = (1+↵)Te où ↵ =
Cte. Pour des profils relativement piqués de température et de densité n(r)/n(0) = T (r)/T (0) = (1  r2/a2)2,
on obtient ainsi au premier ordre
(1.1.8)
 Eth
Eth
= f(rs)
w
a
avec f(rs) =
40
3
(1 + ↵)(1  r
2
s
a2
)
rs
a
.
Dans le modèle il a été supposé que l’îlot correspondait à une bande de largeur w et donc d’aire wL✓
avec L✓ ⇠ 2⇡rs, si on omet par symétrie la direction torique. Nous avons montré qu’en réalité pour des
îlots suﬃsamment petit pour que les eﬀets de gradient de courant à la séparatrice soient négligeables, l’aire
de l’îlot lorsque ce dernier a saturé As satisfait 2Asat ⇠ wsatL✓[107]. Autrement dit, on peut prédire que
 Eth/Eth ⇠ 0.5f(rs)wsat/a à saturation.
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taille de l’îlot à saturation est aussi clairement établie tant d’un point de vue numérique que
expérimental [50]. Dans ces estimations, le mécanisme détaillé d’évacuation de la chaleur du
cœur vers le bord à travers le court-circuit passant par le point X [38] mais aussi la structure
de l’îlot 7 ont été ignoré. On voit cependant que être en capacité de prédire les conditions
de génération d’îlots, mais aussi de contrôler leurs croissances sont potentiellement des enjeux
importants pour obtenir des hauts niveaux de confinement, autrement dit à haut  N =  taBt/Ip
avec  t = 2µ0 < p > /B2t . < p > est la pression moyenne normalisée du plasma et Ip 8 le courant
du plasma. Dans les tokamaks, la quantité  N est en général de l’ordre de l’unité. Pour ITER,
selon les scenarii, il est prévu qu’elle soit typiquement entre 1 et 3. Nous reviendrons sur l’enjeu
de prédiction d’évolution des îlots dans le cadre d’ITER, mais cela nécessite d’expliciter ces
conditions d’existence et de croissance dans un cadre général dans un premier temps.
1.2. Mécanismes de croissance des îlots magnétiques à haut  
Historiquement, l’origine des îlots magnétiques observée dans les tokamaks a été attribué à
une instabilité MHD dite de déchirement magnétique (“tearing instability” ou “current driven
instability”)[42]. La forme du mode déstabilisé (“tearing mode”) donne, géométriquement, un
îlot magnétique. Essentiellement, l’instabilité dépend de la forme du profil d’équilibre magné-
tique, du profil de q donc. Il faut souligner que, expérimentalement, il n’est pas toujours aisé de
7. Stucture de l’îlot : La figure 1.1.2 montre l’influence d’un îlot sur la distribution de densité. De façon
équivalente elle montre que la présence d’un îlot peut se détecter à travers l’applatisement en densité qu’il
induit. On a w/Ln ⌧ 1 et les mesures de profils de densité, qui se situent au voisinage de l’îlot, sont linéaires
par morceaux. Comme l’îlot est en rotation, les diﬀérentes lignes de mesures de profils de densité ⇠ = Cte
s’obtiennent au fur et à mesure que l’îlot tourne et passe devant le(s) détecteur(s). Géométriquement à la
résonance r = rs, l’écart angulaire toroïdal entre le point X et le point O est ⇠X   ⇠O = ⇡. À partir des lignes
coupant les point X et 0, on peut bien-sûr reconstruire le lien entre distribution de densité et taille d’îlot : Il
faut souligner que puisqu’il y a aplatissement (w   wc), les harmoniques du mode instable ne sont pas un ordre
de grandeur plus faible que le fondamental[38]. Il demeure néanmoins raisonnable d’écrire que la distribution
de densité au voisinage de l’îlot est essentiellement liée à la présence du fondamental et à une modification du
profil n(r, ⇠, w) = n0(r, w) +  n1(r, w) cos ⇠. On peut toujours poser que (r = rs, ⇠ = 0 ) correspond au point X
et (r = rs, ⇠ = ⇡ ) au point O. On peut vérifier aisément qu’alors, en dehors de l’îlot,
(1.1.9) n(r, ⇠) = nX(r)± 1
4
n0X(rs)w( 1 + cos ⇠) ,
où le signe ± est un + si on est à gauche de l’îlot (côté interne) et un   si on est à droite (côté externe). On est
dans une situation où le niveau du fluctuation du mode m = 0 égale celui du mode m = 1. On a en particulier
n0(r) = nX(r ± w/4) 6= nX(r). nX(r) est le profil de densité de la figure, celui de la ligne coupant le point X.
Enfin,  n1(w) est bien proportionnel à la taille de l’îlot.
8. Plus précisément, Ip est le courant toroïdal du plasma lié au champ magnétique poloïdal, qui s’écoule
à travers la section circulaire r  a et en supposant q(a) = 3, a étant le petit rayon du tokamak [138].
Ip =
´
r<a dSr ⇥ B✓ = µ 10 2⇡aB✓(a) = 2⇡a2B /(3µ0R). Dans la dernière égalité, on a fait q(a) = 3 et
l’approximation de large rapport d’aspect. La densité de courant moyenne associée est jtot = Ip(rs)/(4⇡r2s).
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la repérer. Un îlot n’a pas forcément pour origine cette instabilité. De plus, le déclenchement
de cette instabilité dépendra de la forme globale du profil d’équilibre magnétique [35, 106] et
pas seulement au niveau de la résonance où elle se développe. Elle dépendra aussi de la forme
des petites échelles de ce profil [95]. Autrement dit, il est presque vain de rechercher expéri-
mentalement une précision suﬃsante du profil de q pour établir la présence de l’instabilité et
la caractériser. Un paradigme au cœur de la théorie analytique qui sous-tend cette instabilité
est que tous les eﬀets non locaux liés à la forme globale du profil et/ou des conditions de bords
peuvent être pris en compte à travers un unique paramètre  0. Il est une mesure du saut du
champ magnétique à la résonance 9. Pour que l’instabilité se produise, il faut essentiellement
qu’il soit positif. Ainsi la prédiction de l’évolution de la taille d’un îlot ne requerrait que la
connaissance de  0 et des propriétés de l’équilibre au voisinage de la résonance. Nous avons
montré que cela n’était pas correct, en général, en particulier lorsque l’îlot et/ou  0 étaient suf-
fisamment grands [106, 107]. Cette approche est néanmoins celle adoptée, encore aujourd’hui,
dans les études numériques ; y compris celles qui portent sur des applications pratiques telles
que le contrôle et la suppression des îlots magnétiques. Ce dernier point est un enjeu majeur
pour ITER, nous y reviendrons. Des aller-retours entre expérience et simulations numériques
que nous allons exposer ont amené à faire des prédictions sur le contrôle des îlot pour ITER.
En particulier, les expériences ont permis de quantifier un certain nombres de paramètres pour
des décharges types données, y compris  0. Les régimes étudiés dans les tokamaks, d’intérêt
donc, sont ceux où l’instabilité de déchirement est absente et par conséquent  0 < 0.
D’un point de vue théorique, tout cela est extrêmement fragile. D’une part,  0 n’est pas
une quantité correctement définie dès que l’on inclue des eﬀets de pression par exemple. Ils
peuvent amener à un changement de nature de la singularité idéale qui se produit à la ré-
sonance. D’autre part, il n’est pas parfaitement clair que  0 soit toujours négatif [86]. Pour
expliquer les dynamiques des îlots observés, leur génération, leur diversité, leur taille, d’autres
mécanismes ont été proposé [19]. Cette nouvelle classe d’îlots est regroupée sous l’acronyme
NTM (“Neoclassical Tearing Mode”) et s’appuie sur une théorie néoclassique non-linéaire de
modes de déchirement induit par le gradient de pression à l’intérieur de l’îlot. D’un point de
9. La théorie “standard “ linéaire et non-linéaire de l’instabilité de déchirement magnétique est exposée de
façon détaillée dans les annexes des thèses [89, 131, 104].
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vue expérimental, la distinction entre ces diﬀérents types d’îlots est assez bien établie à condi-
tion qu’ils soient suﬃsamment grands [24], mais la démonstration claire de leur existence est
relativement récente [114].
La taille de l’îlot, et par conséquent le temps caractéristique de confinement, dépend bien-
sûr de nombreux paramètres qui caractérisent la décharge et la zone où l’îlot croît. Néanmoins,
la quantité d’énergie thermique que contient le tokamak lors d’une décharge joue un rôle par-
ticulier. En eﬀet, nous allons le voir, pour un équilibre et des paramètres de transport donnés,
la taille maximale de l’îlot dans les tokamaks tend à être proportionnelle au   poloïdal  p.
L’origine est lié à l’existence de particules piégées qui induisent des courants de magnétisation
et de “bootstrap”. Ces derniers sont des courants autogénérés, liés à la présence de gradients
de densité et de température et au transfert de quantité de mouvement entre les particules
piégées et passantes (voir l’annexe 7.1). Les courants de magnétisation des particules piégées
et passantes sont faibles devant celui de bootstrap [39]. L’applatissement de la pression dans
l’îlot magnétique [138] induit en fait un abaissement du courant de bootstrap ou autogénéré
qui égale
(1.2.1) jb =  1.46
p
✏B 1✓ (p
0
e+n
0Ti  0.172nT 0i )B/B dans le cas où n = ne = ni.
Le courant de bootstrap est à l’origine du mécanisme d’amplification dominant de la taille des
îlots magnétiques lorsqu’on essaye d’atteindre des régimes de confinement améliorés [120], i.e.
d’augmenter  N . Le facteur d’amplification peut-être considérable. Dans ces régimes, les îlots
en questions sont donc de la classe des NTM. Un deuxième mécanisme important est celui de
polarisation. Les eﬀets de ces mécanismes se synthétisent dans une équation d’évolution de la
taille de l’îlot, dîte de Rutherforfd généralisée :
(1.2.2)
⌧R
rs
dw
dt
= rs 
0 + 6.54rs
p
2✏s
 0ps
ss
(
w
w2 + w2d
  w
2
pol
w3
) ,
avec wd ⇠ 1.8wc [38, 16]. ⌧R est le temps résistif.  0ps =  (qs/✏s)2µ0rsp0s/B2✓ est lié au gradient de
pression dans l’îlot et est essentiellement proportionnel à  p. Les deux termes dans la parenthèse
sont respectivement les eﬀets de bootstrap et de polarisation (voir annexe 7.2).
20 1. LES ÎLOTS MAGNÉTIQUES DANS LA LITTÉRATURE ET LES TOKAMAKS
Figure 1.2.1. Cette figure est issu de la lettre [52](Autorisation à demander):
L’ordonnée est  Eth(ws)/Ethet “onset” se réfère à la mesure des quantités au mo-
ment où le mode NTM m/n=3/2 apparaît. Les données sont issues de décharges
produites sur ADEX upgrade. Des résultats similaires ont été obtenus sur JET.
Les NTM induisent un déconfinement proportionnel à   puisque, comme nous le discutons
dans l’annexe 7.2, la taille de l’îlot est elle-même proportionnelle à   :  Eth(ws)/Eth ⇠  .
Expérimentalement, ce résultat est bien vérifié, confirmant indirectement le rôle du courant de
bootstrap dans la poussée des îlots magnétiques. Un exemple remarquable est présenté sur la
figure (1.2.1). La linéarité entre le niveau de déconfinement induit par l’îlot et le   est bien
observée. Il faut souligner que les décharges représentées sur cette figure couvrent une assez
large gamme de paramètres scalaires (Bt = 1.5   2.5 T, Ip = 0.8   1.0 MA, q95 = 3.0   4.3).
Les données cerclées correspondent à des décharges à paramètres identiques (Bt = 2.5 T,
Ip = 1.0 MA, q95 = 4.3). On observe une transition remarquable autour de  N ⇠ 2.3 où le
fait d’augmenter la pression améliore le niveau de confinement. Pour JET la transition est
observée autour de  N ⇠ 2.0. Cette transition à haut   se caractérise par le fait que la taille de
l’îlot s’eﬀondre régulièrement et soudainement avant de parvenir à une saturation. Il en résulte
que sa taille moyenne est abaissée et par conséquent le niveau de confinement, qui est lui est
proportionnel, aussi. L’origine de la transition est un mécanisme non linéaire de couplage de
modes qui n’est pas clairement identifié. Cependant la stabilité linéaire des modes avec lequel
l’îlot se couple influence la valeur de  N où la transition se produit. Ce régime de confinement
amélioré est nommé FIR-NTM (FIR pour “Frequently Interrupted Regime”). Nous reviendrons
sur cette discussion à la fin du chapitre 5.
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1.3. L’observation et la prédictibilité de la dynamique des îlots magnétiques dans
les grands tokamaks
Un prérequis au développement des NTM comme indiqué par la structure de l’équation
de Rutherford (1.2.2) et discuté dans l’annexe 7.2, est l’existence d’un îlot graine de taille wg
non nulle. La raison de l’existence de telles graines peut avoir des origines multiples et par
exemple être une conséquence de la présence de dents de scie [117] ou être induit par la micro-
turbulence au sein du plasma comme nos travaux semblent l’indiquer [92]. En ce qui concerne
les futures machines à fusion, il n’est pas clair dans quelle mesure les îlots magnétiques seront
problématiques à leur fonctionnement et quelques précisions permettent de borner la question.
Pour commencer, les NTM sont bien observés dans les grands tokamaks actuels et en particulier
dans les régimes d’intérêt pour la fusion, ceux de confinement optimisé (H-mode) et lorsque le
profil du facteur de sécurité q est monotone [26, 73, 116].
En outre, une étude menée par Buttery et collaborateurs [15] indique que pour ITER, le
point d’opération du scénario 2 se situe au dessus du seuil de métastabilité des NTM pour
q=3/2. Autrement dit, dans ces régimes, une graine d’îlot suﬃsamment importante devrait
apparaître dans les décharges pour/et induire un NTM.
Cette étude riche en résultats montre notamment que, expérimentalement, le seuil de mé-
tastabilité se situe sur une ligne  pe,c ⇠ 5.5⇢?,i✓ où  pe est le beta poloïdal électronique critique
et ⇢⇤,i✓ est le rayon de Larmor ionique poloïdal normalisé au petit rayon de la résonance rs, une
fraction du petit rayon du tore. Ce résultat se base sur des études croisées sur plusieurs ma-
chines (JET, DIII-D, ASDEX U). Elle met donc en évidence l’importance du rayon de Larmor
qui est l’échelle typique de la turbulence dans les tokamaks. Cette étude montre aussi, d’une
part, que le scenario 2 sera largement au-dessus du seuil de métastabilité avec  pe ⇠ 10 pe,c.
D’autre part, il y est aussi montré que le paramètre de contrôle de l’amplitude critique de la
graine d’îlot wd est de l’ordre du cm (2 cm pour DIII-D) et semble indépendant de ⇢?,i✓, au-
trement dit du niveau de turbulence. La fiabilité de ces résultats et leur extrapolation à ITER
restent cependant discutées [88] car il est délicat d’augmenter le  N pour chercher le seuil
tout en maîtrisant la valeur de ⇢?,i✓, qui est aussi modifiée lorsqu’on chauﬀe. La dépendance
expérimentale en ⇢?,i✓ n’est pas nécessairement le signe que la turbulence joue un rôle dans
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la physique de graine d’îlot. Cette dépendance peut-être lié à un mécanisme de polarisation
ionique couplé à des eﬀets collisionnel donnant wpol ⇠
p
✏g(⌫, ✏)Lq/Lp⇢i✓ (g = 1 dans la limite
de faible collisionnalité ⌫ = ⌫i/✏!?e ⌧ 1 [16, 140]). Dans la limite w/wd   1, pour une taille
d’îlot donnée w, l’équation (1.2.2) implique que le seuil de stabilité marginale est donné par
(1.3.1)
s
Lp
Lq
 p critique =  rs 0⇢?,i✓
w/wpol
1  (wpol/w)2
.
Malgré les nombreux eﬀorts théoriques, la recherche des mécanismes clefs qui contrôlent
la génération de NTM n’a pas abouti à une vision claire de la situation. Les résultats expéri-
mentaux restent largement mal compris. Par exemple, contrairement à ce qui est suggéré par
l’équation (1.3.1) et les arguments physiques qui ont amené à sa déduction, il ne suﬃt pas de
quantifier (⇢?,i✓, ⌫) pour être en mesure de prédire quand se déclenchera un îlot. Il apparaît
néanmoins que trois paramètres semblent particulièrement importants pour contrôler la géné-
ration de NTM [16] : le beta ( p et/ou  N) le rayon de Larmor ionique (⇢i✓ et/ou ⇢i ) que nous
avons précédemment évoqués et aussi la période des dents de scie ⌧sawtooth. Dans la discussion
qui suit, il n’est pas précisé si il s’agit de paramètres mesurés localement à la résonance ou
globalement, par soucis de simplicité mais aussi parce que qualitativement les résultats restent
similaires. En fait, il est avancé dans [16], sur la base de méthodes statistiques (réseaux de
neurones) et pour un NTM à q = 3/2, que la prédiction est optimale en considérant le trio ( N ,
⇢i ,⌧sawtooth). Par prédiction optimale, il est entendu la capacité à anticiper le plus en avance
possible le moment où un NTM va être généré. Plus on anticipe, mieux on peut contrôler sa
dynamique. Ce résultat a été obtenu dans des configurations ELMy H-mode avec chauﬀage par
injection d’un faisceau de neutres (NBI). Plus précisément, la meilleure performance prédictive
du réseau de neurones se produit lorsqu’on considère seulement ces 3 paramètres d’entrée, alors
que jusqu’à 25 paramètres ont été considérés ! En fait, le paramètre ⌧sawtooth se révèle jouer
un rôle important, un seuil critique bas en  N étant fortement corrélé à des longues périodes
de dents de scie. L’allongement de la période des dents de scie semble être favorisée par une
forte proportion de chauﬀage ICRH comparé au chauﬀage NBI injecté dans une décharge. Il est
étonnant par ailleurs que ce ne soit l’amplitude de la dent de scie qui joue un rôle prédominant
comparé à la période car on pourrait imaginer que cela permette le transfert d’une quantité
1.4. LE CONTRÔLE DES ÎLOTS NTM DANS LES TOKAMAKS ET PRÉDICTIONS POUR ITER 23
plus importante d’énergie entre la dent de scie et l’îlot graine. Enfin, la dépendance linéaire
entre  p critique et ⇢? que suppose (1.3.1) n’est pas retrouvée expérimentalement. La loi de puis-
sance  p critique ⇠ ⇢↵? dépendant de la façon dont on eﬀectue les décharges et en particulier de
la proportion de NBI et ICRH ; dans[16], ↵ varie de 0.6 à 1.5. Il en découle que l’utilisation
d’une loi de puissance reste fort problématique en particulier pour faire des prédictions pour les
scenarii d’ITER. Cependant, un point remarquable des résultats expérimentaux est que, pour
des décharges similaires dans diﬀérentes machines, en particulier en terme de collisionalité, le
 N critique semble relativement indépendant de ⇢?, toujours pour les NTM à q = 3/2. Les
auteurs de [16] en concluent, avec une certaine prudence, que le seuil critique en  N pourrait
être sensiblement plus élevé que prévu par une simple extrapolation linéaire ⇢? comme envisagé
dans [80] . Allant aussi dans le sens d’une certaine prudence est le fait que les particules rapides
devraient aussi abaisser la valeur critique de la taille d’îlot comme dans JET où elles stabilisent
les dents de scie et donc potentiellement allongent leurs périodes.
Ces résultats complexes et les diﬃcultés pour les rendre intelligibles ont amené dans la
dernière décennie à ce que les eﬀorts pour comprendre l’origine des NTM et prédire leur eﬀet
sur la décharge se réduisent. L’activité s’est progressivement concentrée sur la mise au point de
systèmes de contrôle direct des NTM lorsqu’ils apparaissent et le développement de techniques
de stabilisations des NTM à q = 3/2 et q = 2/1, le but étant d’empêcher leur développement.
1.4. Le contrôle des îlots NTM dans les tokamaks et prédictions pour ITER
Le principe du contrôle de leur croissance repose sur l’idée, déjà évoquée, que la croissance
des NTM est lié à l’aplatissement de la pression dans l’îlot qui génère un courant de bootstrap.
Ce dernier abaisse en fait la quantité de courant au voisinage de la résonance où le mode se
développe. Il s’agit donc d’injecter le courant dans cette zone pour palier le déficit. Considérant
les eﬀets de bootstrap, de déchirement magnétique et de polarisation, mais aussi l’impact de
l’injection de courant localisé au voisinage de la résonance par ECCD (electron cyclotron current
drive), l’équation de Rutherford généralisée (1.2.2) peut s’écrire avantageusement sous la forme
[81, 120]
(1.4.1)
⌧R
r2s | 0|
dw
dt
=  1 +N(w) + (1   ⌧w
a
)wsat1( p)
✓
w
w2 + w2marg
  w
2
pol
w3
◆
   ˜0cd ,
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où on a modélisé l’impact du courant ECCD jcd sur la variation de la taille d’îlot par un terme
proportionnel à la quantité relative de courant injecté  ˜0cd ⌘  0cd/(rs 0) ⇠ jcd/jtot. Le terme
(1  ⌧wa ) permet d’inclure de façon auto-consistante, le mécanisme de déconfinement déjà décrit
et induisant naturellement un abaissement du   proportionnel à la taille de l’îlot. Le terme
N(w) contient les eﬀets non linéaires indépendants des eﬀets de bootstrap et de polarisation,
voir [35, 4]. Nous ne nous attarderons pas sur ce terme même si nous avons travaillé sur sa
quantification [108, 121, 122] et mis en évidence que des mécanismes nouveaux reliés à la
croissance nonlinéaire de l’îlot [106, 107]. Il est négligeable lorsque les îlots sont suﬃsamment
petits, ce que nous supposerons. À noter enfin qu’un autre mécanisme lié aux courbures donnant
une contribution similaire à celui du courant de bootstrap si l’îlot est suﬃsamment grand (en
1/w) [116] n’est pas explicité, dans la mesure où expérimentalement il est fort diﬃcile de le
distinguer.
1.4.1. En l’absence d’injection de courant, dans les décharges d’ITER, on pour-
rait une dégradation énergétique très importante et les NTM devraient induire des
disruptions . Pour le voir, discutons le cas jcd = 0. Soulignons pour commencer que c’est sur
la base de l’équation de Rutherford généralisée (1.4.1) ou de certaines variantes que l’impact
des îlots sur ITER a été étudié : Dans un premier temps on va estimer la valeur des paramètres
de l’équation de Rutherford aux travers de nombreuses expériences sur diﬀérentes machines,
ainsi que leurs variations selon le type de décharge et les paramètres du plasma. Dans un se-
cond temps, on travaille sur un scenario type de ITER. Pour cela, on fixe les paramètres de
l’équation de Rutherford en extrapolant les résultats précédents obtenus sur d’autres machines.
En s’appuyant alors sur l’équation de Rutherford, on peut prédire les tailles d’îlot maximales
ou encore le   critique de déclenchement du NTM. Une fois les paramètres fixés cela se fait
en eﬀet assez simplement : dans la limite w   (wmarg, wpol) et l’absence de ECCD, la taille de
l’îlot est donnée par
(1.4.2) wsat =
wsat1
1 + ⌧
wsat1
a
.
D’autre part, le   critique où le NTM s’est déclenché est diﬃcile à quantifier au moment où il
est dépassé car l’îlot est en général trop petit pour être détecté. Néanmoins, lorsque la taille de
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l’îlot sature, lorsque donc un régime stationnaire est atteint, le  p est relié à celui - noté  p onset
- qui prévalait au moment où l’îlot graine a dépassé la taille critique et donc où la croissance
du NTM s’est déclenché :
(1.4.3)  p,sat =  p onset(1   ⌧wsat1
a
)/(1 +
 ⌧wsat1
a
) .
On a vu cependant dans la section 1.3 que le degré de confiance dans ce type de procédure reste
relativement délicat tant elle nécessite de concilier un certain nombre d’observations contradic-
toires.
Il ressort de ces études que les modes résistifs néoclassiques (NTM) sont probablement
la principale limitation en terme de stabilité et de performance pour les scenario standards
d’ITER. Focalisons-nous sur le mode 2/1 du scenario 2 de ITER qui se caractérise par un
régime “ELMy” avec dents de scie en mode H, qui correspond numériquement à wsat1 = 32cm,
 N = 1.84,  p = 0.66 . Il a été estimé qu’en l’absence de ECCD la largeur d’îlot serait de 24cm,
ce qui correspondrait à un niveau de dégradation de 25% [120].
Il faut aussi souligner, pour bien cerner la problématique, le rôle de la dynamique les îlots
en terme de vitesse de rotation. Elle joue un rôle aussi important que leur taille dès que l’on
veut évaluer l’impact d’un îlot sur une décharge. En eﬀet, dès qu’ils sont générés, ils sont natu-
rellement partiellement entraînés par le plasma [90]. Cependant, la rotation des îlots induit des
courants de Foucault dans le mur résistif qui ralentissent la rotation de l’îlot, voire produisent
un blocage de sa rotation - on parle de blocage de mode. Cela peut alors impliquer une sortie
du régime à haut confinement (mode H) et/ou amener à une disruption. La modélisation du
freinage par ces courants et leurs conséquences sont abordées en particulier dans [80].
En fait, la taille d’îlot de 25cm précédemment évoqué pour le scenario 2 d’ITER, non
seulement induirait une dégradation importante mais, en plus, serait supérieure largement à la
taille critique à partir de laquelle le mode est bloqué [81, 120].
1.4.2. L’injection de courant pourrait ne pas résoudre le problème de génération
de NTM dans ITER. Pour le voir, considérons le cas jcd 6= 0. Plus précisément, regardons
dans quelle mesure on peut contrer la croissance des modes 2/1 et 3/2 par injection de courant
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jeccd que l’on supposera localiséet centré en rcd,
(1.4.4) jeccd = jcd exp( 4(r   rcd)2/w2cd) .
Pour commencer, il faut remarquer que l’injection de courant, non seulement permet de com-
penser le courant de bootstrap manquant dans l’îlot mais aussi modifie, par construction,
 0 !  0+   0. Lorsque ce courant est bien aligné et orienté dans le sens du courant présent au
sein de l’îlot, il s’agit là d’un eﬀet stabilisant dans la mesure où il est injecté au voisinage de la
résonance de faible rationalité où le NTM se développe, plus précisément dès que rcd rs < wcd/2
[139, 114, 80]. Le deuxième eﬀet stabilisant est bien-sûr lié à la quantité de courant injecté
pour remplacer le courant de bootstrap manquant ou soustrait à celui d’équilibre, autrement
dit à la quantité  0cd. Un première modélisation consiste à introduire une constante K1(rcd, wcd)
dépendant de la façon dont est injecté le courant pour une expérience donnée :
(1.4.5)  0cd = a2K1
jcd
jtot
Lq/w .
Une étude détaillée de la fonction K1(rcd, wcd) est présentée dans [80]. Essentiellement lorsque
l’injection du courant est continue, elle est positive (ce qui donne une contribution stabilisante)
dans la mesure où rcd rs < wcd/2 et où la largeur du faisceau est comparable à la taille de l’îlot.
Le maximum de K1 est alors de l’ordre de 0.6 et est estimé à 0.15 pour un îlot 3/2 dans ITER.
Comme l’injection de courant est stabilisante au niveau du point 0 et déstabilisante au niveau
du point X, il s’agit là d’un eﬀet moyen. Si on module ce courant de façon à mettre en phase
l’injection de courant avec le passage du point 0 (rappelons que l’îlot tourne toroïdallement),
théoriquement il est prédit une valeur pour K1 de 0.7 pour ITER et une modulation à 50/50.
Expérimentalement, sur ASDEX Upgrade [145], le caractère fort avantageux de la modulation
ne s’est pas avéré. Enfin, l’importance relative de ces deux contributions stabilisantes, de l’ordre
de
(1.4.6)
  0
 0cd
⇠ K 11
w
wcd
,
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montre que dans la limite où la largeur de l’îlot reste petite par rapport au faisceau de courant
ECCD, la contribution stabilisante   0 peut-être négligée. Il y a toujours un compromis tech-
nique à trouver entre la largeur du faisceau (wcd ! 0) et le niveau d’alignement (rcd  rs ! 0),
mais, en substance il ressort de l’étude menée dans [80] 10 que à  N = 1.84 ( p ⇠ 0.7), dans
l’hypothèse où il n’y a pas de blocage de mode :
a) un îlot de près de 25cm (wsat = 25cm) serait généré sans ECCD, ce qui correspond une
dégradation du confinement de l’ordre de 25%
b) la croissance de l’îlot entraînerait un blocage du mode dès 5cm (et donc potentiellement
une disruption)
c) 12MW de ECCD modulés permettrait de réduire la taille de l’îlot d’un facteur 11, et
d’un facteur 6 en l’absence de modulation. Cela pourrait permettre de limiter non seulement
le niveau de déconfinement mais aussi le risque de blocage de mode.
L’estimation de 12 MW a été abaissée à 3 MW modulé par certains des auteurs quelques
années plus tard [81] sans que les raisons soient précisément notifiées si ce n’est des hypothèses
sur une meilleure précision du faisceau ECCD et pour des valeurs de paramètres comparables.
Quoi qu’il en soit, l’optimisation en temps réel de l’alignement apparait être un point clef
pour ITER. Ainsi, toujours pour le même scenario, les auteurs précisent que techniquement un
ratio jcd/jb ⇡ 1 est accessible avec seulement 5 MW, laissant un peu de marge de manœuvre
pour limiter dynamiquement la taille de l’îlot à 5 cm. Cela suppose néanmoins une capacité de
localisation des surfaces résonantes au cm près soit une multiplication par trois de la précision
en termes  rs/a. Une imprécision de 2 cm peut même amplifier la taille de l’îlot.
L’étude plus récente déjà évoquée [120] a évalué aussi ces questions pour ce même scenario
de référence en prenant en compte l’eﬀet d’abaissement du   au fur et à mesure que l’îlot pousse
( ⌧ 6= 0, voir Éq.(1.4.1)). Cette étude s’appuyait sur les performances d’une des dernières
versions de la machine en projet “ITER upper launcher” dédiée au contrôle des îlots par injection
ECCD : Une puissance de 13,3 MW donnant un pic de densité de courant jcd ' 0, 2 MAm 2
10. Dans le cas présent, le scenario considéré est le scénario 2 d’ITER et à q = 2. Il est toujours instructif
d’avoir une idée de la valeur des paramètres utilisés : Lq = 0.94m, rs = 1, 53m, wmarg = 0, wpol = 2
p
✏⇢✓i =
0.014m, jb = 7.2Acm 2 and jtot = 38.8Acm 2. Lorsque le courant est modulé, K1 = 0.74, sinon K1 = 0.38. En
prenant en compte un mauvais alignement rcd  rs ⇡ 3cm et (rcd  rs)/wcd ⇡ 0.8, pour obtenir le même niveau
de réduction de la taille d’îlot, il faudrait que le rapport jcd/jb passe de 0.9 à 1.6. Notos enfin que la valeur
a2 = 2.8 a été estimé sur la base d’une décharge sur DIII-D où un îlot 2/1 à saturé (pas de blocage de mode)
sans ECCD. La variabilité de a2 semble peu faire l’objet de discussions.
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et une largeur wcd   2, 35cm. Le modèle d’injection de courant ECCD proposé inclut aussi la
question de la variabilité du   mais les eﬀets de mauvais alignement sont négligés. Il s’écrit
(1.4.7)  ˜0cd = cj(1 
 ⌧w
a
)
wsat1
w2cd
jcd
jb
⌘aux ,
où ⌘aux(y = w/wcd) permet d’inclure l’impact de la largeur du faisceau ECCD relativement à
la taille de l’îlot. L’expression ⌘aux(y) est le résultat de “fits” eﬀectués sur des résultats expé-
rimentaux normalisés selon la contrainte ⌘aux(1) = 1, de même que cj qui avoisine l’unité. En
utilisant des valeurs dans la même fourchette que l’étude précédente et en supposant l’injection
de 13.3MW en continue, ils obtiennent un rapport jcd/jb = 2.7 et une taille d’îlot saturée de 10
cm ; ce qui pourrait conduire à un blocage de mode et une disruption. Sur la base d’un étude
paramétrique, ils prédisent, plus généralement, que le mode 2/1 pourrait être pleinement stabi-
lisé en utilisant, selon ses caractéristiques entre 7 et 20MW. Pour mieux apprécier la variabilité
des prédictions, on pourrait aussi citer “un dix ans d’âge” [60] : une fourchette haute de 30MW
avait été déduite des données de JT60 par extrapolation pour stabiliser ces NTM sur ITER.
Actuellement, dans le scénario 2 d’ITER, il est prévu de stabiliser les NTM 3/2 et 2/1
par l’injection d’une puissance maximale de 20 MW à 170 GHz. Au vue des discussions, des
incertitudes, voire des contradictions qui apparaissent dans les papiers essayant de prédire dans
quelle mesure les îlots seront contrôlés - tels que ceux précédemment discutés, il peut apparaître
être un choix assez inconfortable que de limiter la puissance de contrôle à 20MW. Ce choix est
en réalité relié à des problèmes technologiques et de coûts.
1.4.3. Le régime FIR-NTM : un régime qui pourrait être intéressant. Le régime
FIR-NTM est particulièrement intéressant dans ce cadre puisqu’il est compatible avec la plage
de fonctionnement de ITER,  N = 1   3, et il permettrait d’éviter de devoir stabiliser le
NTM 3/2 par injection de courant ECCD. Ce régime pourrait donc permettre de limiter les
contraintes et libérer de la puissance pour stabiliser le mode 2/1 qui est plus dangereux par
injection de courant ECCD.
1.5. ITER et le rôle de la physique des graines d’îlots magnétiques
Le contrôle des îlots par injection de courant est une idée qui d’une certaine façon propose
de tuer structurellement l’îlot - qui n’est au fond que courant - en lui opposant un courant
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opposé de puissance comparable en son cœur (jcd/jb ⇠ 1). Ce parti-pris repose en partie sur le
fait que leur détection lorsqu’ils sont générés et encore de faibles amplitudes, reste diﬃcile. Un
échappatoire à cela reste d’injecter de façon préventive du courant là où ils sont susceptibles de
pousser. C’est d’ailleurs une des propositions dans [120]. Lorsque leur origine est liée à des dents
de scie, on peut aussi contrôler la période des dents de scie, dont on a déjà souligné l’importance,
en les stabilisant ou les déstabilisant par utilisation de ECCD. D’une certaine façon, tout cela
procède de la même logique, mais d’autres diﬃcultés apparaissent comme la localisation précise
des surfaces résonantes dans ce contexte. Ce parti-pris de résoudre le problème de génération
d’îlot en injectant un courant comparable et opposé repose aussi sur le fait que leur origine est
mal comprise ; en quelque sorte le principe de simplification l’impose alors naturellement.
Non seulement l’origine des îlots, ou plutôt des graines d’îlots, est mal comprise, mais expé-
rimentalement, on pourrait s’attendre à ce que leur apparition soit lié à un ou des phénomènes
précurseurs aisément identifiables. On a évoqué les dents de scie. Néanmoins, bien souvent, il
n’y a même pas d’observation d’un précurseur à la poussée d’un îlot. Considérons, par exemple,
une campagne expérimentale récente de décharges à haut  p dans JT-60U[70] : il a été observé
que 80% des NTM 2/1 détectés à des faibles amplitudes apparaissaient sans qu’aucun évè-
nement déclencheur/précurseur ne puisse leur être associé. L’origine des graines d’îlot reste
inexpliquée en réalité dans des situations relativement nombreuses et qui sont loin de se limiter
au tokamak JT-60U. Par exemple sur le tokamak ASDEX Upgrade, des résultats récents qui
ne semblent pas spécifiques à des décharges à haut  p montrent des situations où l’origine du
déclenchement des NTM à q = 3/2 et q = 2 restent inexpliquée [37]. Ces résultats semblent
aussi indiquer que plus le niveau de courant de bootstrap dans l’îlot est faible, plus la probabi-
lité que l’origine du NTM soit détectée est faible. Il en résulte que des eﬀorts reste à faire pour
comprendre l’origine des îlots graines. Une meilleure compréhension de la physique des graines
est indispensable si on veut à terme minimiser les situations où les NTM poussent. Rappelons
que le courant de bootstrap induit par l’aplatissement de l’îlot amplifiera la taille de ces graines
qui deviendront donc des NTM et amèneront à une dégradation du déconfinement, voire à une
disruption. Il faut finalement souligner que la physique des graines est largement indépendante
des problématiques liées à la dynamique des NTM et à leur contrôle. Par exemple, le courant
de bootstrap peut être de relativement peu d’importance.
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Dans le chapitre qui suit nous regarderons dans quelle mesure, expérimentalement, les in-
teractions entre activité MHD et turbulence influencent la dynamique d’une décharge. D’un
point de vue expérimental, la physique des graines d’îlot est relativement inaccessible de par
les tailles des îlots graines. Nous verrons néanmoins au prochain chapitre que pour des îlots
déjà relativement larges, leur interaction avec la turbulence dans laquelle ils baignent peut,
sous certaines conditions ou pour certains types de décharges, être observable. Nous regarde-
rons plus généralement quelles sont les études expérimentales qui ont approché la questions de
l’interaction entre îlot et turbulence et quelles sont les diﬃcultés expérimentales qui rendent
diﬃciles la mise en évidence du rôle de la turbulence dans la physique des îlots. Il s’agira donc
d’un point de repère pour motiver une analyse numérique de ces questions au chapitre 4.
Chapitre 2
Îlots magnétiques et turbulence : observations expérimentales
2.1. Fluctuations magnétiques, fluctuations MHD et turbulence : Quels niveaux
d’activité ?
Dans la mesure où, comme nous l’avons vu l’origine des NTM, et plus particulièrement des
graines d’îlot qui en sont à l’origine, restent largement inexpliquées, il convient d’aborder le
problème dans un cadre plus général et de se demander, si les mécanismes des grandes échelles
spatiales contiennent la physique des îlots graines ? ou encore si les observations expérimen-
tales au niveau des grandes échelles spatiales peuvent expliquer la génération d’îlots graines.
Dans les machines où sont générés des plasmas chauds, le confinement peut-être aﬀecté par
plusieurs instabilités qui agissent à des échelles spatiales et temporelles forts diﬀérentes. Nous
avons déjà évoqué l’instabilité de déchirement magnétique à l’origine de la génération d’îlots
magnétiques qui peuvent potentiellement atteindre des tailles/largeurs macroscopiques, une
fraction du petit rayon d’un tokamak. D’un autre côté, les instabilités de type interchange à
l’origine de turbulences dîtes microscopiques [46] se situent sur une large plage d’échelles, qui
dépendent notamment de la partie de la machine étudiée (cœur, bord,...) mais sont bien infé-
rieures à celles des îlots. La compréhension des mécanismes d’interaction entre la turbulence et
les îlots magnétiques a fait jusqu’à récemment l’objet de relativement peu d’eﬀorts, chacune de
ces thématiques de recherche étant historiquement séparés. Il est utile de regarder pourquoi et
en premier lieu si les niveaux de fluctuations respectifs sont comparables. Dans quelle mesure
pouvons mettre en évidence l’interaction de ces diﬀérents objets ou diﬀérentes échelles ?
2.1.1. Niveau des fluctuations liées à la turbulence. En l’absence d’activité MHD,
les fluctuations des quantités macroscopiques correspondent à des fluctuations induites par la
turbulence. Les fluctuations magnétiques relatives mesurées ainsi sont forts faibles  B/B ⇡
0.01% comparées au niveau des fluctuations électrostatiques  E/E,  n/n, p/p qui sont de
l’ordre du pourcent et peuvent dépasser 10%, en particulier au bord (q > 2 pour fixer les
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idées). En fait, en première approximation, les fluctuations de pression magnétique et thermique
tendent à s’équilibrer le long d’une ligne de champ  p ⇡  (B2/2µ0) et par conséquent  p/p ⇡
  B/B. Les fluctuations turbulentes étant essentiellement orthogonales au champ magnétique,
on a plus précisément [36, 28]
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où on a utilisé B✓/B  ⇠ qR/a ⇠ 0.1. On est donc tenté d’en déduire que les fluctuations
magnétiques ne jouent pas un rôle déterminant au niveau de la turbulence. 1 C’était une des
raisons qui avaient amener à étudier dans un cadre électrostatique la micro-turbulence des
plasmas de tokamak.
Si on s’intéresse à l’impact des fluctuations magnétiques sur le transport, il est intéressant de
les comparer à celles liées à la turbulence d’origine électrostatique en première approximations.
Le coeﬃcient de transport/diﬀusion turbulent est donné par  e ⇡ | vE|2⌧c ⇡ vTsLp( n/n)2 où
⌧c est un temps de corrélation caractéristique de la turbulence et  vE correspond au niveau
de fluctuations de vitesses. Celui induit par une éventuelle stochastisation des lignes de champ
magnétiques aux petites échelles est donné par la formule de Rechester Rosenbluth  m ⇡
vTeLc( Br/B)
2 où la longueur de corrélation parallèle est Lc ⇡ Lk = 2⇡qR. Les fluctuations
magnétiques pourraient donc jouer un rôle non négligeable dans le transport si  e /  m, soit
encore
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1. Une façon d’évaluer grossièrement l’impact de cet “ordering” sur la dynamique du plasma est de regar-
der de quelle façon les fluctuations perturbent l’équilibre MHD. Dans une approche minimaliste, l’équilibre
des forces peut s’écrire comme résultant de l’addition de la force de Laplace et de la pression thermique
 eq ⌘ Jeq ⇥Beq  rPeq = 0, les échelles considérées étant supérieures à la longueur de Debye et donc la
quasi-neutralité ne = ni ⌘ n satisfaite. En termes d’ordres de grandeur, cela se traduit par peq ⇠ B2eq/(2µ0).
Le niveau de perturbation   =   eq de l’équilibre induit par la turbulence peut alors se quantifier par
(2.1.2)   ⇠ p
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où on a utilisé que µ0 Jk ⇠  B?/L?,  rP ⇠  p/L⇤ et L⇤ est une échelle caractéristique de la turbulence. On a
simplifié l’écriture : p et B?désignent respectivement Peq et Beq,?. Les deux premiers termes dans la parenthèse
du membre de droites mettent en évidence les fluctuations magnétiques turbulentes et le dernier les fluctuations
thermiques. On voit que le déséquilibre des forces créé par la turbulence sera essentiellement thermique si on
considère l’ordering (2.1.1), puisque par définition  p = n T + T  n et donc  p/p ⇠  n/n.
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Cependant la question d’une stochastisation eﬀective des lignes de champ reste une question
ouverte. D’autre part, cette démarche ne tient pas compte de l’importance éventuelle d’événe-
ments où localement des fluctuations magnétiques peuvent être importantes. Elle ne tient pas
compte aussi d’éventuels mécanismes de transferts d’énergie opérant, en moyenne sur des temps
plus importants, que ceux liés à une turbulence telle que la perte de mémoire (la décorrélation)
joue un rôle clef.
Si on regarde de plus près la Fig.1 de [36], qui sur la base d’études linéaires calculent l’inten-
sité relative des fluctuations, on voit que les modes de types interchange ITG (Ion Temperature
Gradient Driven) 2 peuvent être caractérisés par  B?/B✓ ⇠ 0.2 Te/Te et même dans certains
régimes par  B?/B✓ ⇠ 0.5 Te/Te. D’autre part, expérimentalement, dans le cas particulier
d’une oscillation de relaxation brutale du plasma (Edge Localized Mode de Type I au bord
ou ELM I), il a été observé dans les tokamak ASDEX et DIII-D des niveaux de fluctuation
 B?/B  ⇠ 0.3% lié à la génération de filaments de courants[130, 126], ce qui est peut-être une
borne supérieure des niveaux de fluctuations magnétiques lors d’une décharge et en l’absence
d’activité MHD claire ou de disruptions. En dehors de la période où l’ELM se développe, les
niveaux de fluctuations de cette même décharge peuvent être seulement trois fois plus faibles,
ce qui finalement amène encore à des niveau de fluctuations magnétique  B?/B? 5 1%. Cela
est pratiquement comparable à  p/p et contraste avec les niveaux bien plus faibles obtenus par
le passé, sur le tokamak ToreSupra par exemple[28]. Il en résulte que les fluctuations magné-
tiques semblent pouvoir jouer un rôle non négligeable dans le développement de la turbulence
des plasmas dans les grands tokamaks et les régimes de confinements améliorés (modes H, etc).
Néanmoins, nous ne considérerons pas spécifiquement la physique des ELMs. Durant ces évè-
nements le spectre des fluctuations est très étendu et la physique est riche et complexe. Les
2. Il faut rappeler que les particules à l’origine de la pression du plasma et de ces fluctuations sont chargées et
tendent donc à rester au voisinage d’une ligne de champ magnétique. C’est l’essence du procédé de confinement.
Dans l’estimation de la perturbation de l’équilibre des forces (2.1.2), on ne met pas en évidence un mécanisme
important lié à la courbure des lignes de champs magnétiques d’équilibre. Suivant la position d’une fluctuation
de pression, cette courbure peut soit accélérer, soit freiner la tendance de cette fluctuation à s’échapper du
voisinage de la ligne de champ sur laquelle elle se trouve. Cette classe d’instabilités est dite d’interchange
magnétique. La nature des fluctuations qu’elle génère (linéairement), électrostatique ou électromagnétique, est
inaccessible dans l’ordering car ce dernier mesure le niveau des fluctuations dans la phase où la turbulence est
déjà développée. L’énergie des fluctuations s’accumule préférentiellement, éventuellement par transfert, sous
forme électrostatique lorsque la turbulence se développe. On parle de turbulence électrostatique. L’ITG est une
instabilité qui fait partie de la classe des instabilités d’interchange et résulte de la présence d’un gradient de la
température ionique suﬃsamment fort qui, combiné à l’eﬀet de la courbure magnétique, réduit le confinement
du plasma.
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ELMs peuvent être à l’origine d’îlots magnétiques mais il n’est pas simple de discriminer les
diﬀérents mécanismes en jeu.
2.1.2. Impact de l’activité MHD sur la micro-turbulence. En présence d’un évè-
nement MHD, on peut avoir  BMHD? /B?   1% [143] sans que cela n’entraîne des disruptions.
 BMHD? désigne les fluctuations d’énergie aux grandes échelles MHD. Il en résulte que si une
faible fraction de ces fluctuations d’énergie est transférée aux petites échelles, l’impact sur la
turbulence devrait être relativement drastique. En général, dans ces situations on ne s’intéresse
pas à ces questions car l’objectif est plutôt de contrôler l’activité MHD qui est bien plus pro-
blématique pour maintenir la décharge. Néanmoins, il a été observé dans le tokamak FTU des
modes à hautes fréquences (entre 30 et 70kHz) qui sont sont nourris énergétiquement par un
îlot 2/1 via un couplage non-linéaire [13]. Dans le tokamak brésilien TCABR, il a été aussi
observé l’existence d’un fort couplage non linéaire entre les fluctuations électrostatiques et ma-
gnétiques [49]. Il faut préciser que les décharges du tokamak brésilien se caractérisent en général
par l’imposition d’une tension de polarisation dans la zone du bord qui amplifie le niveau des
fluctuations magnétiques (mais pas seulement, voir plus bas le tokamak HT-7) : En moyen-
nant sur des temps caractéristiques des fluctuations turbulentes, il est mesuré typiquement
 B✓/B✓ ⇠ 0.1%. Cependant, ce même type de décharge se caractérise aussi par des oscillations
magnétiques MHD au bord très irrégulières où  B✓/B✓ . 1% [21] (Ceux ne sont pas des ELMS
dans leur cas). On voit ainsi que l’hypothèse intrinsèque à la turbulence électrostatique d’une
séparation d’échelles spatio-temporelles n’est pas forcément valide.
2.1.3. Une question ouverte : Interactions entre fluctuations turbulentes et phy-
sique MHD. Nous venons de voir que les niveaux de fluctuations turbulentes ne sont pas
nécessairement faibles et/ou fortement négligeables comparés aux niveau MHD. On peut se
demander si la dynamique des grandes échelles MHD, et en particulier celle des îlots magné-
tiques, est impactée par la turbulence petites échelles ? On peut en particulier envisager qu’un
eﬀet dynamo, transformant l’énergie des petites échelles (thermique, cinétique ou même ma-
gnétique) en énergie magnétique pour les grandes échelles puisse se produire et influencer la
dynamique MHD des grandes échelles. Des mécanismes de couplages, de cascades spectrales
inverses moyennées sur les lentes échelles MHD peuvent être à l’œuvre.
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En fait nous verrons, par le biais de simulations numériques que, de façon encore plus
élémentaire, des mécanismes de battement direct des petites échelles vers les grandes échelles,
liés aux symétries des équations qui régissent la dynamique du plasma, jouent un rôle important
et contribuent à ce que la turbulence influence la dynamique MHD des grandes échelles. Avons-
nous des signatures de tels mécanismes d’un point de vue expérimental ? Plus généralement,
quel est le niveau d’intrication, expérimentalement observé, entre les fluctuations turbulentes,
les NTM et la MHD?
2.2. Îlots magnétiques et turbulence : Quel niveau d’intrication d’un point de vue
expérimental ?
Des limitations expérimentales importantes. Comprendre l’origine des NTM, nous
l’avons vu, revient à se focaliser sur la physique des graines d’îlot, puisque dès qu’une certaine
taille critique est dépassé, le courant de bootstrap va les amplifier. D’un point de vue expéri-
mental c’est une tâche ardue car les diagnostics, par exemple de détection des îlots et/ou de
reconstitution de profils de q, se font en moyennant les quantités typiquement sur le centimètre
qui est non seulement l’échelle des tailles critiques d’îlots graines et mais aussi est comparable
à celles à partir de laquelle les profils de température et de densité s’aplatissent.
En outre, expérimentalement, il n’existe pas de diagnostic permettant de mette en évidence
des couplages de modes entre les échelles de la micro-turbulence et celles de la MHD. Diﬀérentes
parties du spectre, via des diagnostiques diﬀérents et dont les plages spectrales ne se recoupent
pas, sont en pratique analysées. On ne peut construire un spectre en nombre d’onde pour une
quantité donnée englobant l’ensemble des échelles d’intérêt. Ainsi par exemple la réflectométrie
Doppler permettra de reconstruire un spectre en fluctuation de densité pour 0.1 < k?⇢s < 20
qui est d’ailleurs retrouvé numériquement par le biais de simulations gyrocinétiques[20]. D’un
autre côté, on pourra via des mesures d’émission ECE (électron cyclotron emission) ou des
fluctuations magnétiques au niveau des bobines de Mirnov, établir un spectre des fluctuations
temporelles magnétiques entre 10 et 80 kHz et pour des nombres d’onde poloïdaux ne dépassant
guère m = 8, soit typiquement k?⇢s = m⇢s/rs < 0.01. Un îlot correspond à k?⇢s ⇡ 10 3. Il
convient d’ajouter que les îlots graines des NTM correspondent à des extensions radiales qui
sont justement, approximativement dans la plage intermédiaire k?⇢s . 0.1. Lorsqu’ils sont plus
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larges des eﬀets de types courant de bootstrap vont prendre le pas et les échelles turbulentes
devenant petites par rapport à leur taille vont avoir moins d’influence. Lorsqu’ils sont plus fins,
il n’est probablement pas évident de décorréler les notions de fluctuations turbulentes de celles
d’îlots magnétiques. Il est donc aujourd’hui diﬃcile d’aborder expérimentalement la question
du couplage entre îlot et turbulence.
Un faible nombre d’études à disposition. Il existe néanmoins un faible nombre d’études
mettant en évidence des eﬀets de couplage entre îlots et turbulence. Une revue des résultats
expérimentaux liés à ces questions est présentée en annexe 7.5. Pour des questions de droits
d’auteurs, les figures des articles associées n’y sont pas présentes, ce qui limite la lisibilité. Il
s’agit cependant de questionner des résultats expérimentaux dans le contexte qui nous intéresse
et d’inviter le lecteur intéressé à la lecture des articles mentionnés. Il faut souligner qu’il n’existe
pas de telle revue dans la littérature actuelle et son principal mérite est peut-être de rassembler
ces résultats. L’objectif de cette petite revue est aussi de simplement mieux cerner la situation
expérimentale : type d’expériences, résultats, limitations. Elle ne saurait remplacer la lecture
des articles qui contiennent des figures et des analyses détaillées.
Cette annexe permet de souligner, dans un premier temps, les quelques liens observés, no-
tamment avec le tokamak TEXT, entre les îlots et la turbulence. Il s’agit de regarder dans
quelle mesure, expérimentalement, turbulence et îlots se perturbent mutuellement ; étant en-
tendu, d’une part, que les mécanismes liés au courant de bootstrap n’y sont pas forcément
négligeables, voire sont dominants et d’autre part, que les îlots ne sont plus à proprement par-
ler des graines : potentiellement le rôle de la turbulence dans la dynamique d’un îlot est de
ce fait aﬀaiblie. Nous nous arrêtons aussi sur une situation où l’aplatissement des profils de
température et densité est imparfait et mal compris. Nous verrons au chapitre 4 qu’il s’agit
éventuellement d’un eﬀet de la turbulence.
Dans un second temps, dans la section 7.6 de l’annexe, nous regardons les mécanismes
de couplages de modes sur des plages de fréquences ou nombres d’onde réduits (m < 10),
puisque il n’y a pas de mesures sur des spectres en fréquence plus large. Il en ressort que les
couplages et les chaînes de couplages sont finalement assez banaux et interviennent dans de
nombreuses situations. Cela indique que, à priori, il n’y a pas de raisons pour qu’ils ne soient pas
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présents à d’autres échelles et couplent éventuellement îlots graines et turbulence de façon non
négligeable. Leur non observation serait simplement liés à des limitations expérimentales. Dans
nos expériences numériques des chapitres 4 et 5, nous l’avons déjà signalé, nous reviendrons
sur le rôle des interactions non linéaires et montreront l’existence de couplages et de chaînages
dans les mécanismes d’interactions entre îlots et turbulence.
2.3. Discussion
Les modes turbulents dans les tokamaks sont caractérisés par des grandes valeurs de (m,n)
et une hélicité bornée, typiquement
(2.3.1)
m
n
2 [qmin, qmax] ⇡ [1, 5] .
Autrement dit le mode (m,n) est dans le secteur de résonance défini par (2.3.1). On ne consi-
dérera donc pas la physique au niveau de la dernière surface magnétique fermée (r ! a ) où
q ! +1 lorsque la configuration magnétique d’équilibre présente un point X.
Les résultats expérimentaux suggèrent que des modes turbulents pourraient par couplage
impulser la génération d’un mode aux grandes échelles, i.e. à nombres d’onde de faibles valeurs
et de basse rationalité. Considérons plus précisément cette possibilité :
— La turbulence est entretenue par la présence de modes instables qui sont, par es-
sence, résonants et donc satisfaisant (2.3.1). Nonlinéairement ils ne nourrissent eﬃca-
cement, d’un point de vue énergétique, qu’un faible nombre de modes, ceux sont qui
se trouvent dans le secteur de résonance. En eﬀet si deux modes (mi, ni) avec i = 1, 2
sont dans le secteur alors nécessairement le couplage génère un mode (m,n) tel que
(m1, n1) ± (m2, n2) = (m,n) et donc encore situé dans le secteur de résonance. Pour
que le couplage soit eﬃcace, il faut néanmoins que les structures spatiales des modes
se recoupent et que leur surfaces de résonance rs(q) ne soient pas éloignées les unes des
autres. Il faut aussi qu’il se produise un accrochage en fréquences (synchronisation des
modes), sinon statistiquement, il n’y a pas de raison que le transfert d’énergie soit eﬃ-
cace. Plus globalement, néanmoins, plus le mode (m,n) est de faible rationnalité, plus
il existe de modes pouvant potentiellement le nourrir : En eﬀet, moins m/n est faible-
ment rationnel, moins il existe de modes (mi, ni) tels que (m1, n1)+ (m2, n2)! (m,n)
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pour des valeurs maximales de mi et ni fixées [27]. On peut donc s’attendre à ce que
les modes de faibles rationnalités soient favorisés au bout du processus.
— D’autre part, de nombreux modes turbulents sont proches, se superposent donc spa-
tialement naturellement. Le couplage sera donc eﬀectif si suﬃsamment d’accrochages
en fréquences (synchronisation des modes) et nombres d’ondes se produisent. L’exis-
tence d’une turbulence petites échelles est bien observée expérimentalement à travers
des spectres caractéristiques[20] et montre que les accrochages sont quelques choses de
relativement commun à ces échelles.
— Aux grandes échelles, on vient de voir que le couplage de modes est naturel en dépit
de la relative séparation des surfaces faiblement rationnelles résonantes.
Dans quelle mesure, quantitativement, la turbulence pourrait néanmoins générer un NTM reste
une question ouverte que nous aborderons aux chapitres 4 et 5, en analysant des simulations
numériques.
D’un point de vue expérimental, soulignons à nouveau, qu’il est relativement complexe à
priori de mettre en évidence des couplages de modes turbulents et MHD. L’analyse bi-spectrale
se heurte en particulier à des problèmes de résolution. Par exemple, dans [111], la précision
pour eﬀectuer une analyse bi-spectrale est limitée par la résolution en fréquence du signal qui
est de l’ordre du kHz et par la fréquence et les nombres d’ondes maximaux accessibles. L’objet
des simulations numériques est donc de suppléer aux limites expérimentales en étudiant des
spectres allant des échelles de la microscopiques aux larges échelles
Dans les chapitres 4 et 5, nous nous focaliserons sur la physique des graines d’îlot, en nous
appuyant sur des simulations numériques. Il s’agit d’une part de démontrer que l’apparition
de ces graines peut être liée à la turbulence. Nous retrouverons certains des mécanismes de
couplage exposés dans ce chapitre. Nous mettrons aussi en évidence une signature spécifique
aux îlots générés par la turbulence, l’idée étant de permettre à terme de montrer leur exis-
tence expérimentalement. D’autre part, nous verrons que la génération de graines d’îlot par la
turbulence est dans une certaine mesure compatible avec l’observation déjà mentionnée qu’au-
cun précurseur préalable à leur observation ne soit détecté. Enfin, par extrapolation à des
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paramètres expérimentaux, nous montrerons que les tailles des îlots graines générés par la tur-
bulence peuvent être comparables à celles nécessaires pour générer un NTM. Pour cela nous
allons nous appuyer sur une famille de modèles fluides dont la dérivation est l’objet du prochain
chapitre.

Chapitre 3
Îlots magnétiques et turbulence : construction d’un modèle fluide 1
Il convient d’eﬀectuer un propos liminaire qui inscrit le cadre de ce travail : Les diﬀérentes
instabilités microscopiques présentes dans un plasma de tokamak sont en essence des modes de
type interchange dans un bain d’ondes de dérives. En eﬀet, d’une part, elles sont toutes carac-
térisées par l’existence d’un gradient critique Lrc au-delà de laquelle l’instabilité se développe.
Ces instabilités sont les TEM ou Trapped electron modes (Lrc = Lrnc) , les ETG ou Electronic
Temperature Gradient modes (Lrc = LrTec), les ITG ou Ion Temperature Gradients modes
(Lrc = LrTic). D’autre part, lorsqu’on est bien au dessus du seuil d’instabilité, les diﬀérentes
branches des instabilités se combinent et le taux de croissance commun est de la forme[46]
(3.0.1)  2int = ft!de!?pe + !di!?pi / c2s/(RLr) ,
où !?ps = k✓v?ps et !ds = 2 sks✓vds désignent respectivement les fréquences diamagnétiques et de
dérive verticale 2, ft est la fraction d’électrons piégés. Au coeur d’un tokamak, où le gradient
de densité est en général plus faible que celui de la température, les ITG auront tendance à
dominer. Lorsque le gradient de densité domine celui de la température, les TEM et donc les
électrons piégés pourront jouer un rôle important. Au bord, c’est à dire pour une décharge
standard typiquement là où q(r) > 2.5, on a aussi des modes de ballonnement, toujours de
type interchange (Lrc = Lrpc) mais globaux : la courbure des lignes de champs induit un
couplage linéaire des modes de Fourier voisins. Plus précisément le mode (m,n) génère des
modes (m ± 1, n)[6] avec des taux de croissance similaires, ce qui confère une structure non
localisée aux modes pour un nombre d’onde n donné. Rappelons que la contrainte   ⌧ 1 dans
les tokamaks est liée à la présence de ces modes, eux-même étant présent du fait de la courbure
1. Cette partie profite des nombreux échanges que j’ai eu avec N. Dubuit lors de sa rédaction.
2. Pour être complet en termes de définitions :  e = 1/4 + 2s/3 où s = q0(r)/q(r) est le cisaillement
magnétique,  i =< cos(✓) + s✓ sin(✓) > où les crochets indiquent une moyenne sur la structure poloïdale du
mode. Enfin, v⇤ps = B⇥rps/nsesB2 et vds =  2Ts/esBR. En posant css =
p
Ts/ms, et en introduisant un
rayon de Larmor fluide ⇢ss = css/!s, on a en fait vdsv?ps ⇠ 2c2s ⇢
2
ss
RLr . Clairement ces instabilités sont liées à des
eﬀets de rayon de Larmor finis.
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des lignes de champs, autrement dit du choix d’une configuration toroïdale pour le tokamak,
les géométries plus simples n’ayant pas abouti par le passé et/ou jusqu’à présent. Au delà de
la dernière surface magnétique fermée d’un tokamak, on a aussi des modes strictement de type
interchanges (Lrc = Lrnc). L’approche que nous choisissons donc est de ne pas spécifier la
nature précise des instabilités qui induisent une turbulence microscopique mais de garder le
caractère interchange des instabilités sous-jacentes qui génére cette turbulence. L’objectif du
travail présenté maintenant est donc de qualitativement mettre en avant les mécanismes en jeu.
Dans un premier temps nous allons présenter le modèle incluant les instabilités d’interchange, à
l’origine de la turbulence aux petites échelles, et de déchirement magnétique 3. Dans un second
temps, au chapitre 4, nous prendrons le parti d’étudier cette interaction en géométrie slab 4 et
au voisinage d’une seule surface faiblement rationnelle. Nous regarderons des situations plus
complexes au chapitre 5.
3.1. Équilibre magnétique dans un tokamak et approche fluide
Du fait des limitations intrinsèques à la configuration tokamak, en particulier des contraintes
imposées pour limiter l’impact des modes de ballonnements sur le confinement des tokamaks,
le régime de fonctionnement de ce dernier se situe à faible  . L’expression générale du champ
3. La dérivation des modèles fluides que nous allons utiliser dans ce manuscrit peut se faire selon diﬀérentes
approches. Elles peuvent être retrouvée dans les thèses que j’ai co-encadré [89, 131, 104] mais aussi, par
exemple, avec quelques variantes et des normalisations diﬀérentes, dans le mémoire [101] ou encore dans le
modèle de Hazeltine intitulé “A four field model for tokamak plasma dynamics”[61]. L’objectif ici est de discuter
un certain nombre de diﬃcultés inhérentes à l’approche fluide. Cela rentre dans le cadre d’un travail en cours
de généralisation des modèles que nous avons utilisés jusqu’à présent et de se diriger vers une approche ITG
gyrofluide. L’aspect gyrofluide ne sera pas décrit ici. L’aspect ITG non plus dans la mesure où on prendra des
températures ionique et électroniques constante.
4. Géométrie slab : Dans un tokamak, (xˆ,yˆ,zˆ) sont localement les directions radiale, poloïdale et toroïdale.
Il y donc une périodicité dans les deux dernières directions. On se place dans la situation où ✏ = r/R ⇠ r/R0 ⌧ 1.
Formellement, x = (r   rs)/rs, y/rs = ✓, z/R0 =   et au premier ordre en ✏, on a donc q = B0Lz/(ByLz) où
Ly = 2⇡rs et Lz = 2⇡R0.
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magnétique prend alors de façon générique la forme 5
(3.1.3) B = B0z+ z⇥r ,
où  et B sont les flux et champ magnétiques. La dynamique de  se déduira de la loi d’Ohm
combinée avec l’équation de Faraday. Pour cela, on considèrera la dynamique de phénomènes
lents, i.e. de fréquence ! bien inférieure à la fréquence diamagnétique ionique et donc aussi
électronique w ⌧ ⌦ci = eB/mi = (me/mi)⌦ce. Nous utiliserons une approche fluide et suppo-
serons donc que les distributions microscopiques de vitesses sont essentiellement Maxwelliennes,
chaque fluide étant proche d’un état d’équilibre thermodynamique local. Clairement, cela si-
gnifie de regarder une physique où
(1) les temps caractéristiques sont grands devant les temps caractéristiques de collisions ou
plutôt de déflexions des particules chargées par d’autres particules chargées ⌧ss0 entre
les espèces s et s0 (⌧ss0@t ⌧ 1). Dans un plasma magnétisé ⌧ee ⇠ ⌧ei ⇠
p
me/mi⌧ii [57].
(2) les longueurs caractéristiques sont grandes devant les libres parcourt moyen  s =
csmin(⌧ss0) ( sr ⌧ 1). Dans un plasma de tokamak tokamak qui est magnétisé,
5. Expression du champ magnétique à faible   : La composante principale du champ magnétique
d’équilibre est le champ magnétique toroïdal produit par les courants des bobines externes poloïdales. En
calculant la circulation du champ magnétique le long d’un contour circulaire toroïdal, on a µO
›
B · dl =
µ0
›
B (R)dl = 2⇡Rµ0B (R) = µ0
´ r⇥BdS = IT où IT est le courant total et imposé circulant dans les
bobines. Comme R = R0 + r cos ✓, au premier ordre en ✏, B  ⇠ 1/R0(1  ✏ cos ✓). En géométrie cylindrique ou
slab, on néglige par construction la courbure toroïdale du champ magnétique, ce qui revient à écrire B  = Bz =
IT /(2⇡µ0R0) ⌘ B0 = Cte.
En outre, les régimes de fonctionnement de tokamak sont tels que le contenu énergétique est dominé par
le champ magnétique toroïdal ⇢v2 ⇠ ptot ⇠ B2?z/µ0 ⌧ B2z/µ0 [7]. Cela signifie   ⌘ ptot/(B2/2µ0) ⌧ 1. En
écrivant que la pression magnétique compense et/ou est du même ordre de grandeur que la pression thermique le
long de la ligne de champ, on a que les fluctuations magnétiques satisfont à  Bz ⇠ µ0ptot/Bz ⌧ Bz. Autrement
dit, la dynamique des fluctuations temporelles des fluctuations magnétiques parallèle est négligeable en première
approximation : Bz = B0. r ·B = 0 impose alors, en géométrie slab ou cylindrique, qu’il existe  tel que
(3.1.1) B =B0z+ z⇥r .
Pour que cela soit cohérent avec l’évolution dynamique du champ magnétique, il faut que à tout instant,
1   Bz/B? = q✏ 1 Bz/Bz ; Autrement dit cela suppose que  Bz/Bz ⇠ ✏2 . On notera que q étant de l’ordre
de l’unité, on a aussi l’ordering B?/Bz ⇠ ✏. En introduisant la vitesse d’Alfvén toroïdale Va = B0/pµ0⇢0,
l’ordering énergétique précédent donne aussi v/Va ⇠ ✏, p/⇢0V 2a ⇠ ✏2. Cela correspond donc à des régimes dit de
faible   toroïdal i.e. où   ⇠ ✏2.
En géométrie torique, à faible  , le même raisonnement implique que les fluctuations relatives de B dans la
direction  ˆ sont aussi d’ordre ✏2 et donc négligeables. Comme en outre, en prenant en compte la variation en
1/R de B , eq , puisque r ·B = R 1@R(RB ) +r? ·B? , on a encore en négligeant les variations dynamiques
à l’ordre deux en ✏,
(3.1.2) B =B ,eq ˆ+  ˆ⇥r .
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on a  s/⇢s = ⌦cs⌧s   1. Plus précisément, un tel plasma est par essence faible-
ment collisionnels et pour n 2 [1019, 1020]m 3, B 2 [2, 5]T, Te 2 [100, 104]eV, on a
⌦ci⌧i   ⌦ce⌧e   105. Nous allons voir que la vitesse fluide typique du plasma de toka-
mak est de l’ordre de v? ⇠  cs ⌧ cs (cf. la note 7), et par conséquent sur un temps
de collision/déflexion caractéristique, la particule fluide aura parcouru une distance
x⌧ss0 ⇠  ⇢s⌦cs⌧s   ⇢s. Ainsi, une particule fluide chargée parcourt sur un temps de
déflexion/collision une distance bien supérieure à ⇢s et bien inférieure à  s. Elle a en
même temps eﬀectué sur ce même temps ⌧ss0 un grand nombre de girations puisque
⌦cs⌧s   1. On peut donc attendre un eﬀet statistique lié aux girations sur les temps
supérieurs à ⌧ss0 pour les particules fluides, dans la mesure où on suppose qu’on peut dé-
finir une particule fluide. Si tel est le cas, la longueur caractéristique lié aux fluctuations
statistiques d’un ensemble de particules élémentaires dans la direction orthogonale au
champ magnétique n’est alors naturellement plus  s mais ⇢s, le rayon de Larmor fluide.
(3) Lors des girations, la trajectoire des particules est impactée par les fluctuations lo-
cales (de l’ordre de ou infra ⇢s) des champs électromagnétiques, de températures, etc.
La prise en compte de ces micro-fluctuations revient à sortir de l’approche fluide du
plasma car elle questionne l’existence d’une distribution Maxwellienne des vitesses pa-
rallèle et perpendiculaire des particules. Les instabilités typiques des plasmas (ITG,
ballooning ou ballonnement, interchange) se produisent néanmoins à des échelles de
l’ordre de quelques rayons de Larmor ioniques fluides, i.e. quelques ⇢s. Supposer la
validité de l’approche fluide dans ces conditions revient d’une certaine façon à dire
que les micro-fluctuations des particules élémentaires sur leurs gyro-orbites - qui eﬀec-
tuent en moyenne statistique un grand nombre de rotation sur un intervalle de temps
T = 1/@t   ⌧ss0   ⌦ 1cs - ont un impact nul ou de type diﬀusif sur les particules fluides,
qui sont elles constituées d’un grand nombre de particules élémentaires (n⇢3s   1). Un
eﬀet diﬀusif peut en eﬀet être attendu dans la mesure où ces fluctuations font osciller
aléatoirement la courbure de giration des particules élémentaires un très grand nombre
de fois aux échelles temporelles attendues. Le développement de codes gyrocinétiques
pour l’étude de la Turbulence depuis 15 ans permettent avec le recul de voir que l’ap-
proche fluide permet de mettre en évidence et de comprendre de nombreux mécanismes
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(bien-sûr pas l’eﬀet Landau ou encore la génération d’écoulement zonal par la turbu-
lence...), mais fait défaut lorsqu’on essaye d’être quantitatif, notamment, pour ce qui
concerne les propriétés du transport dans un tokamak.
(4) Négliger l’impact des fluctuations locales des champs aux échelles de quelques ⇢s ou
infra-⇢s ne signifie pas négliger systématiquement la dynamique aux échelles ⇢s ; en par-
ticulier la giration des particules fluides chargées dans un champ magnétique implique
des mécanismes de dérives orthogonalement au champ magnétique de ces dernières
dès qu’une force fluide est présente (cf. la section 3.2 ci-dessous). Ce mécanisme n’est
que la manifestation statistique du même mécanisme qui existe pour les particules in-
dividuelles élémentaires. Par conséquent, dans la direction perpendiculaire au champ
magnétique, le rayon de Larmor fluide devrait être substitué au libre parcourt moyen :
 srk ⌧ 1 et ⇢sr? . quelques unités, étant entendu/supposé que les fluctuations
statistiques discutées au points précédents ont un impact marginal ou de type diﬀusif.
Nous quantifions maintenant les diﬀérentes forces exercées sur les fluides d’électron et d’ions
d’un plasma magnétisé et qui dominent les dynamiques dans cette plage de fréquences.
3.2. Échange de quantité de mouvement entre fluides et vitesses de dérive dans
un tokamak
(3.2.1) men
dve
dt
=  en(E+ ve ⇥B) rpe +Re  r · ⇡e ,
où Re est le terme d’échange de quantité de mouvement avec les ions et ⇡e = p  pI le tenseur
de viscosité, i.e. la partie non scalaire du tenseur de pression. De façon similaire pour les ions,
on a
(3.2.2) min
dvi
dt
= en(E+ vi ⇥B) rpi +Ri  r · ⇡i .
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D’une part, dans le cas d’un plasma magnétisé, ⌦ci⌧i   1 et ⌦ce⌧e   1, les équations de
Braginskii [10] 6 donnent
(3.2.3) Re =  Ri =en(⌘kjk + ⌘?j?)  0.71nrkTe   1.5(⌦ce⌧e) 1nbˆ⇥r?Te .
⌘k et ⌘? = 0.51⌘k = 0.51me/(ne2⌧e) sont les résistivités dans les directions parallèle et perpen-
diculaires au champ magnétique, ⌧e et ⌧i les temps caractéristiques de collisions des électrons
et des ions. Les deux derniers termes dans (3.2.3) sont négligeables : d’une part, on considérera
un plasma isotherme (températures des ions et des électrons constantes) et par conséquent, on
sera amené à prendre Te = Cte. D’autre part, le régime de fonctionnement d’un tokamak est
à faible   et en⌘j/(1.5(⌦ce⌧e) 1nr?Te) ⇠  LrB/LrT ⇠  . La résistivité ⌘ a été évaluée en
prenant la formule de Spitzer [57].
En eﬀectuant B⇥(3.2.1), on a alors que la vitesse perpendiculaire au champ magnétique
pour les phénomènes lents est une somme de vitesses de dérives
(3.2.4) v?,e = vE + vdia,e + vRe+v⇡e + vpol,e .
vE = B 2E⇥B est la vitesse de dérive électrique, vdia,e =(en) 1B 2rpe ⇥B est la vitesse dia-
magnétique électronique, vpol,e = mee 1B 2B⇥dve/dt la vitesse de polarisation électronique.
On a aussi à faible   et température électronique constante (ce que nous supposerons plus loin),
vRe = ⌘B
 2B⇥j et v⇡e =(en) 1B 2r · ⇡e ⇥B. L’importance relative de ces vitesses dites de
dérive dépend de la hiérarchie dans laquelle nous nous situons 7. L’introduction d’une hiérarchie
6. Voir http ://farside.ph.utexas.edu/teaching/plasma/lectures1/node35.html pour une présentation didac-
tique des équations de Braginskii
7. Hiérarchies MHD et de Dérive :
À ce stade, il faut préciser les vitesses caractéristiques V de la dynamique étudiée. On pourra trouver une
discussion détaillée de cette quantification, en partant des équations de Fokker-Planck qui régissent la dynamique
des distributions de particules dans [62]. De façon synthétique, on introduit le paramètre  e,i = ⇢e,i/L ⌧ 1
où ⇢e,i ⌘ ⇢e ou ⇢i est le rayon de Larmor fluide de l’espèce considérée. On peut aussi introduire   = ⇢s/L où
⇢s =
p
Te/mi et L une longueur caractéristique du plasma, par exemple de gradient de pression. Écrire   ⌧ 1
ne suﬃt pas pour obtenir une hiérarchie qui permette d’évaluer l’importance relative de diﬀérentes contributions
physiques. C’est en particulier le cas pour évaluer vdia /vE .
- Soit on considère que
(3.2.5) vE/cs ⇠   (Hiérarchie de Dérive ou “Drift ordering”) ,
ce qui signifie aussi que V , vdia et vE sont comparables aux échelles MHD puisque vdia /vE ⇠   1cs/vE ⇠
L/LrPe ⇠ 1. Combiné avec (3.2.5), cela implique aussi que w/⌦ci ⇠  2. Autrement dit, dans ce cas la vitesse
de dérive électrique ne domine pas la dynamique et les variations temporelles brutales du champ magnétique
et autres quantités ne peuvent se produire. Clairement, puisque la vitesse de polarisation électronique satisfait
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s’eﬀectue au travers de l’introduction de petit(s) paramètre(s), en particulier   = ⇢s/Lr ⌧ 1 où
Lr est une longeur de gradient caractéristique de l’équilibre. Cela permet de borner les condi-
tions de validité des approximations eﬀectuées. En eﬀet, comme vpol,s/v? ⇠ (ms/mi)(!/⌦ci) et
vdia,e /vE ⇠ (⇢s/L)(cs/V ) = (⇢s/L)2(⌦ci/!), on voit que l’importance de ces vitesses dépend
des fréquences et longueurs caractéristiques considérées. (L, V = wL) sont les longueurs et
vitesses caractéristiques de la dynamique étudiée. Dans un tokamak moderne qui se caractérise
par des régimes où les instabilités les plus problématiques, en particuliers aux grandes échelles,
sont partiellement contrôlées, la hiérarchie de dérive est pertinente. L’adéquation de cette hié-
rarchie est discutée dans l’annexe 7.4. Il en ressort néanmoins que la vitesse de polarisation
électronique est négligeable et qu’il est pertinent de ne pas négliger les eﬀets résistifs dans la
loi d’Ohm, même si vRe/vE ⌧ 1 pour un plasma faiblement collisionnel.
La vitesse perpendiculaire des ions est donné par la somme des vitesses de dérives des ions
de façon similaire à l’équation (3.2.4) (Z = e au lieu de  e, pe est remplacé par pi dans la vitesse
diamagnétique notée vdia, i), le terme de friction entre les électrons et les ions dans l’équation
de mouvement des ions satisfaisant Ri =  Re :
(3.2.7) v?,i = vE + vdia,i + vRi + v⇡i + vpol,i .
La vitesse de dérive de polarisation ionique est d’ordre (!/⌦ci)v?,i. Dans le cadre de la hiérarchie
de dérive, on a les vitesses de dérives dominantes vE ⇠ (Te/Ti)vdia,i ⇠ vpol/ 2. Le rôle du tenseur
de pression et son impact en termes de vitesses de dérive nécessite une discussion spécifique.
à vpol,e/vE = (me/mi)(w/⌦ci) ⇠  2/60, elle peut être négligée. Négliger la vitesse de polarisation ionique est
plus délicat puisque d’une part, vpol,i/vE ⇠  2 et d’autre part, il s’agit du terme de réponse temporelle à une
distribution de vitesse de dérives dominantes donnée. La réponse liée aux propagations d’ondes de dérives est
lente puisque pour une longueur d’onde donnée k, la réponse en fréquence est !réponse ⇠ vpol,i/vE(!E⇥B +!?e)
(voir l’annexe 7.3), soit encore wréponse/⌦ci ⇠  4. Les instabilités de type interchange imposent, aux longueurs
d’ondes où elles se développent (voir l’annexe 7.4), une réponse beaucoup plus brutale wréponse/⌦ci ⇠   mais à
des échelles spatiales bien inférieures aux échelles MHD.
- Soit on considère que
(3.2.6) vE/cs ⇠ 1 (Hiérarchie MHD) ,
et alors V ⇠ vE ⇠ cs, vdia /vE ⇠   et w/⌦ci ⇠   aux échelles MHD. Dans ce cas la vitesse de dérive électrique
domine la dynamique avec des niveaux de perturbations bien plus importants que dans l’hypothèse d’une
hiérarchie de dérive. La hiérarchie MHD est particulièrement pertinente lorsqu’on s’intéresse à des mécanismes
violent de modifications de dynamique, de reconnexion rapide en milieu astrophysique par exemple.
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3.3. Tenseur de pression
L’expression générale de la partie non scalaire du tenseur de pression est complexe [10] :
La théorie standard est celle de Braginskii, où le tenseur est un opérateur linéaire sur vs. Elle
souﬀre d’un défaut de validité dans la limite non collisionelle. Avant d’évoquer cet aspect,
rappelons ce qu’elle implique :
- Pour un fluide chargé non magnétisé  r · ⇡s = ⌫B=0s ( vs + r(r · vs)/3) (par souci de
simplicité on a supposé ⌫s = Cte). Autrement dit, il s’agit du terme visqueux avec une viscosité
⌫B=0s = asnTs⌧ss = as⌧ssps . Pour les ions ai = 0.96 et les électrons ae = 0.73.
- Pour un fluide magnétisé, on pose ⌘s0 ⌘ ⌫B=0s ⌘ ⌫sk, ⌘s1 = nTs/(⌦2ci⌧s) et ⌘s2 = nTs/(⌦ci).
On définit le tenseur de cisaillement Ws↵  = @↵vs  + @ vs↵   2/3 ↵ r · vs. On a alors que les
éléments du tenseur symétrique ⇡s sont de combinaisons linéaires des éléments de Ws et des
viscosités ⌘s[0 2]. On peut alors vérifier que 8 :
a) ⇡e ⌧ ⇡i
b) la partie dominante du tenseur de pression est diagonale :  rp r · ⇡s0 =  r?p rkp.
En fait p  p? est proportionnel à ⌫sk.
c) Il existe une composante gyrovisqueuse indépendante de la fréquence de collisions ⌧ 1s
mais d’un facteur 1/(⌦cs⌧s) ⌧ 1 plus faible que la partie diagonale. Elle est de la forme
 r · ⇡s1,? = r · (⌫s?rv?).
d) la viscosité est drastiquement réduite dans la direction orthogonale au champ magné-
tique :  r · ⇡s2,? = r · (⌫s^bˆ⇥rv?) avec ⌫sk   ⌫s^   ⌫s?.
8. On a en fait ⌘e[1 2]/⌘i[1 2] . me/mi ⌧ 1 mais aussi ⌘e1/⌘i1 .
p
me/mi ⌧ 1, ce qui donne ⇡e ⌧ ⇡i. La
partie proportionnelle à ⌘s2 est indépendante de ⌧s et par conséquent reste non nulle en l’absence des collisions.
Néanmoins, puisque ⌘s2/⌘s0 ⇡ 1/(⌦cs⌧s) ⌧ 1 pour un plasma de tokamak et ⌘s1/⌘s0 ⇡ 1/(⌦cs⌧s)2, la partie
dominante du tenseur ⇡s est celle proportionnelle à ⌘s0 et est diagonale : En supposant la direction 3 parallèle
au champ magnétique dans un repère local, on a ⇡s0 =  ⌘s0 diag(W11 + W22,W11 + W22,W33). En notant
p  p? = ⌫sk(@1v1 + @2v2  2@3v3)/3, la dernière identité peut s’écrire aussi ⇡s0 = diag(p  p?, p  p?, p  pk)
avec 3p = 2p? + pk. On a alors  rp r · ⇡s0 =  r?p rkp.
Un résultat remarquable est que la viscosité est drastiquement réduite dans la direction orthogonale au
champ magnétique : en supposant @k ⌧ @? et en posant ⌫s? = ⌘s1, ⌫s^ = ⌘s2, les termes visqueux et non
collisionnels s’écrivent respectivement  r · ⇡s1,? = r · (⌫s?rv?) et  r · ⇡s2,? = r · (⌫s^bˆ⇥rv?). On
a ⌘s0   ⌫s^   ⌫s?. Par conséquent, d’une part, les termes non collisionnels, dits gyrovisqueux, ne sont
pas négligeables comparés aux termes visqueux dans la direction perpendiculaire. D’autre part, les aspects
collisionnels dominent la dynamique via ⌫sk.
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Les formules de Braginskii sont largement utilisées dans la littérature. Elles permettent
de prendre en compte la physique liée à la finitude du rayon de Larmor fluide. On peut voir
clairement que les sources d’anisotropies sont liées aux gradients des vitesses fluides, via le
tenseur W . La fermeture utilisée pour déduire ces identités s’appuie sur l’hypothèse de grandes
fréquences cyclotroniques !t/⌦s ⌧ 1 et collisionnelles !t⌧s ⌧ 1 et est valide pour des régimes
où les écoulements sont rapides v/cs ⇠ 1. !t = cs/L est la fréquence associée aux mouvement
thermiques sur une distance macroscopique L. Néanmoins, la vitesse orthogonale dominante
est la vitesse vE = B 2E⇥B et dans un tokamak, vE/cs ⌧ 1. Dans ce contexte, l’hypothèse
que seul des gradients locaux (de vitesses pour ⇡s) soit la source d’anisotropie de la pres-
sion est discutable. En particulier, les flux de chaleurs électroniques parallèles peuvent être à
priori importants, rien n’empêchant dans la limite non collisionnelle que qek ⇠ pecse   pevE
(picsi ⌧ pecse si Te ' Ti). Dans le cadre de la hiérarchie de vitesses de dérive (drift ordering)
où vE/cs ⇠  , on peut exprimer le flux de chaleur et la vitesse perpendiculaires en fonction
des variables dynamique : q? =2.5pT/(m⌦)bˆ⇥ lnT + O( 2), v? = v?(n, T,E,B) + O( 2).
Les fermetures classiques consistent alors à exprimer les flux de chaleur et vitesse parallèles
en fonction de ces mêmes variables dynamiques issues de moments d’ordres inférieurs. Par
exemple, pour Braginskii, on a qk = qk(n, T, vk,E,B) =  3.16nT ⌧rkT/m + 0.71nTvk[33]. Ce
type de fermeture interdit, par essence, d’avoir qek ⇠ pecse où le flux de chaleur résulte d’un
déplacement des fluctuations de pression parallèlement à des vitesses bien supérieures à celle
du plasma fluide. En termes de temps caractéristiques élémentaires on a dtfluide/ tflux chaleur =
(dxfluidevk)/(dxfluidecs) ⌧ 1. Cela peut induire une description fluide où le flux de chaleur est
un opérateur non local agissant sur les fluctuations de température. Par exemple dans [54],
qk(s) =  (2/⇡)3/2ncs
´ +1
0 ds
0(T (s+ s0) T (s  s0))/s0 où s représente la distance à un point de
référence sur une ligne de champ. En sous main, cela signifie une distribution non-maxwellienne
de la fonction de distribution des vitesses.
Une troncation alternative de la hiérarchie des moments a été proposée dans [33] où qk
devient une variable dynamique afin de s’aﬀranchir de la contrainte de relativement forte colli-
sionnalité et du caractère non local de l’expression du flux de chaleur. Cela permet en particulier
de prendre en compte un certain nombre d’eﬀets importants à la fois dans la partie gyrovis-
queuse et dans la partie diagonale du tenseur de pression.
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Dans la partie diagonale, on peut alors prendre compte les mécanismes dominants liés au
piégeage des particules (orbites bananes) ⇡e0 = ⇡e,b + f⇡e0. On peut en eﬀet traiter les eﬀets de
piégeage de façon perturbative et les inclure dans un tenseur de pression ⇡e,b en raison de la
disparité des échelles spatio-temporelles entre la dynamique étudiée et celles relatives au pié-
geage (!b ⇠ p✏!t   ! et wb ⌧ L). Cette physique inclut la théorie néoclassique des particules
piégées [33] et est intimement liée au caractère toroïdal de l’équilibre magnétique et à sa cour-
bure, plus précisément à sa dépendance en 1/R de sa composante toroïdale (voir annexe 7.1).
!b est la fréquence de rebond des particules piégées, wb la largeur typique des orbites bananes
tracées par les particules piégées. La prise en compte du piégeage induit à l’ordre le plus bas une
anisotropie dans la partie diagonale du tenseur de pression électronique pek 6= pe?. Plus préci-
sément, on peut obtenir au prix de longs calculs bˆ ·r · ⇡e,b = f(Te, Ti,n, n0, T 0e, T 0i , Ek, ✏, F, ⌧e)
tandis que l’anisotropie ionique induite par le piégeage ne s’exprime pas au niveau de l’équation
du mouvement des ions bˆ ·r · ⇡i,b = 0 [33]. En moyennant sur les surfaces de flux magné-
tiques, on retrouve notamment l’expression du courant auto-généré (de bootstrap) à partir de
< bˆ ·r · ⇡e,b >. Comme nous nous intéressons à la physique des îlots graines où l’impact du
courant de bootstrap sur l’îlot reste faible comme nous l’avons déjà expliqué, dans un objectif
d’obtenir un modèle simple, nous n’incluons pas cette physique (bˆ ·r · ⇡e,b = 0), autrement
dit on se place dans la limite p? = pk .
Concernant la partie gyrovisqueuse ⇡s2 = ⇡s, gv du tenseur de pression induite par la giration
de Larmor des particules chargés dans un champ magnétique, on peut négliger les gradients du
champs magnétique à l’ordre le plus haut. On peut alors montrer [33] d’une part que
(3.3.1) bˆ ·r · ⇡s,gv =  msnvdia,s ·rvsk + 0( 3) ,
et d’autre part obtenir une des identités non triviales dîtes d’annulation gyrovisqueuse[64, 33]
(3.3.2) msn
dvdia,s
dt
+r · ⇡s,gv,? =  r? s ⌘  r?( 1
2⌦cs
bˆ·(psr⇥ vs? + 5
2
r⇥ qs?)) ,
où q désigne le flux de chaleur calculé dans le référentiel du fluide considéré.
Concernant l’aspect collisionnel, nous avons vu que le coeﬃcient de viscosité perpendiculaire
est drastiquement réduit par la présence du champ magnétique. Si on s’appuie sur la théorie de
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Braginskii, on a à l’ordre le plus haut, puisque la vitesse ExB domine, un terme collisionnel du
type visqueux  r · ⇡s1,? = r · (⌫s?rvE) ⇡ ⌫s? vE. Néanmoins, ce terme d’ordre très bas ne
prend pas en compte la génération par la turbulence aux échelles non décrites par l’approche
fluide (de fréquences wturb et longueurs d’ondes kturb plus élevées que celles étudiées, comme
par exemple la turbulence ETG) d’une viscosité turbulente ⌫turb ⇡ wturb/k2turb   ⌫s?[74].
Autrement dit, le coeﬃcient de viscosité est sous estimé dans Braginskii du fait que l’approche
fluide limite l’amplitude des échelles étudiées. En fait, pour les grandes échelles d’un plasma
de fusion, la viscosité collisionnelle dans le régime de Pfirsch– Schlüter est de l’ordre de ⌫coll ⇠
0.05q2n/T 1/2B2m2s 1, où q est le facteur de sécurité, n est la densité (en unités de 10 20m 3), T
est la température en keV et B le champ magnétique en Teslas. Le coeﬃcient de viscosité gyro-
Bohm est de l’ordre de ⌫turb ⇠ 10T 3/2m2s 1 et est en général supérieur à la valeur collisionnelle
[41, 78].
3.3.1. Équation d’évolution des fluctuations magnétiques. L’équation de Faraday
@tB +r ⇥ E = 0 projetée dans la direction zˆ en coordonnées slab ou toroïdale  ˆ (avec alors
@z = R 1@ ), donne alors, après intégration et introduction du potentiel scalaire  ,
(3.3.3)
@ 
@t
= Ez + @z  =  ((vE + vdia + vR,?)⇥B) · zˆ  @zpe/(en) +Rei · zˆ/(en) + @z  .
En explicitant les vitesses de dérive qui sont orthogonales au champ magnétique (et non à
zˆ) dans cette dernière expression, on obtient alors
(3.3.4)
@ 
@t
= @z + E?·zˆ  (en) 1rkpe·zˆ+ (⌘j)k·zˆ .
Enfin d’une part, puisque par définition bˆ · zˆ = F ⇠ 1   ✏2/2, les deux derniers termes de
cette dernière équation sont en fait F (⌘kjk (en) 1rkpe). D’autre part, on a de façon générique
@tA = E+r  où A est le potentiel vecteur associé au champ magnétique. Dans la mesure où
les fluctuations magnétiques sont négligeables dans la direction perpendiculaire, @tA? ⇠ 0, on
a E? =  r?  et par conséquent @z +E?·zˆ = Frk . L’équation d’évolution des fluctuations
magnétiques est finalement, en ignorant les contributions d’ordre O(✏2),
(3.3.5)
@ 
@t
= rk   (en) 1rkpe + ⌘kjk .
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Le système d’équation est complété par les équations d’évolution de la pression électronique,
du potentiel  , de la densité et de la vitesse parallèle des ions.
3.4. Équation d’évolution de la densité
Nous sommes naturellement dans le cadre de quasi-neutralité n ⌘ ne = ni. L’équation
d’évolution de la densité électronique qui s’écrit
(3.4.1)
@n
@t
+r · (nve) = 0 ,
donne alors, en introduisant la vitesse parallèle des ions vk = vki et des électrons vke =  jk/en+
vk et les vitesses de dérives électroniques dominantes,
(3.4.2)
@n
@t
+ (vE + vkebˆ) ·rn+ nr · (vE + vkebˆ) +r · (nvdia) = 0 .
Il est intéressant de récrire cette identité en isolant à droite de l’égalité les termes liés à la
courbure du champ magnétique
(3.4.3)
@n
@t
+vE ·rn+rk(nvk) e 1rkjk =  nr·( BB2⇥r? )+e
 1r·( B
B2
⇥r?pe)+D?r2?n .
Nous avons ajouté un coeﬃcient de diﬀusion perpendiculaire dont l’origine est la suivante :
les gyrations des électrons sur leur gyro-orbite induit un mouvement aléatoire perpendiculaire
au champ magnétique puisque ces derniers vont par collision élastique sauter d’une gyro-orbite
à une autre. Statistiquement cela induit un transport diﬀusif dans la direction orthogonale au
champ magnétique. Il y a aussi les eﬀets néoclassiques mentionnés dans la note de bas de page
(3 du chapitre 1) qui amplifient aussi la diﬀusion perpendiculaire. Enfin, en dernier lieu, on
peut considérer que la turbulence électronique qui se développe aux micro-échelles spatiales ⇢e
et temporelles (⌦ 1ce ,   1ETG) est statistiquement à l’origine d’un transport de matière aux échelles
supérieures. En se basant sur une théorie de longueur de mélange, on peut alors estimer que le
coeﬃcient de diﬀusion perpendiculaire induit par la turbulence est D? ⇠  ETG⇢2e. En suppo-
sant Te ⇡ Ti, ce qui est réaliste, on a en utilisant (3.0.1)  ETG/ ITG ⇠ cse/csi =
p
mi/me ⇠ 60
et D?,ETG/D?,ITG ⇠
p
me/mi ⇠ 1/60. De façon générique, on voit ainsi qu’aux échelles bien
supérieures au rayon de Larmor fluide électronique, on doit inclure un terme de diﬀusion perpen-
diculaire à l’équation de densité électronique dans l’équation de continuité. Lorsqu’on considère
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la dynamique des échelles comparables à ⇢i, la diﬀusion turbulente induite par les échelles in-
férieures est modélisé par D?,ETG. Il faut signaler qu’en dépit du fort taux de croissance des
ETG, le transport de chaleur ionique et électronique aux échelles k✓⇢s < 1 semble de façon
relativement générique être essentiellement induit par la turbulence ITG, comme l’ont montré
des simulations gyrocinétiques multi-échelles récentes[68]. Les coeﬃcients de diﬀusion perpen-
diculaires associés à ce transport, mesurés expérimentalement, sont typiquement de l’ordre de
quelques m2s 1. On prendra un coeﬃcient de diﬀusion constant noté D? pour modéliser de
façon générique les petites échelles non dynamiquement simulées.
3.5. Équation d’évolution de la pression pour un plasma bitherme
Nous considérons un plasma constitué de deux espèces, des ions et des électrons dont les tem-
pératures sont constantes. Les équations d’état des deux fluides sont donc Te = Cte, Ti = Cte. Il
est légitime dans ce cas là de déduire l’équation d’évolution de la pression à partir de celle d’évo-
lution de la densité. En eﬀet, imposer une température constante suppose une source de flux
de chaleur permanente, et non nécessairement de densité, qui maintienne cette température.
Il faudrait donc inclure ce mécanisme dans l’équation d’évolution de la pression, l’évolution
n’étant pas par construction adiabatique. Il est plus simple de partir de l’équation de densité
en supposant qu’aucun flux forcé de matière n’entre en jeu pour maintenir les températures
constantes. Bien entendu imposer la constance des températures est un choix relativement ar-
bitraire. Néanmoins, cela permet d’obtenir un système minimal où les mécanismes de dérive,
de courbure et de reconnexion magnétique sont présents, ce qui est l’objectif recherché. Intro-
duire l’équation d’évolution de la pression à température non constante permettrait de spécifier
la nature des branches interchanges étudiés et donc d’être davantage quantitatif, comme cela
a été discuté en début de chapitre. L’équation d’évolution de la densité électronique peut se
mettre, dans ce cadre, sous la forme d’une équation d’évolution pour la pression électronique
avec pe = nTe :
(3.5.1)
@pe
@t
+vE ·rpe+rk(pevk) e 1Terkjk =  per ·( BB2⇥r? )+e
 1Ter ·( B
B2
⇥r?pe)+ ?r2?pe ,
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où  ? = D? du fait du choix de l’équation d’état. L’équation d’évolution de la pression ionique
est similaire en utilisant pi = nTi.
3.6. Équation d’évolution de la vitesse parallèle des ions
En additionnant les équations du mouvement des fluides d’ions et d’électrons en projetant
dans la direction parallèle, on obtient
(3.6.1) min(
dvik
dt
+
me
mi
dvek
dt
) =  rk(pe + pi)  bˆ · (r · ⇡i,gv) .
En négligeant les contributions d’ordre me/mi, en introduisant le paramètre ↵ = 1 + Ti/Te et
en utilisant (3.3.1), on a alors pour un plasma bitherme
(3.6.2)
@vk
@t
+ vE ·rvk + vkrkvk =  ↵m 1i n 1rkpe .
Il convient de noter que à l’ordre où nous eﬀectueons le développement, l’ordre ✏2, les vitesses
parallèles et toroïdales se confondent puisque vk = Fvz,i + v?z,i·bˆ = Fvz,i + (1   F )Fv?,i =
vz,i +O(✏2).
3.7. Équation d’évolution de la vorticité
3.7.1. Courbure et vorticité : identités utiles. L’équation d’évolution du potentiel
électrique, ou plutôt de la vorticité parallèle associée à l’écoulementE⇥B ,B ·r⇥ vE ⇡ ?  ⌘
!, que nous allons dériver par la suite, demande d’introduire la courbure explicitement. Il y a,
en fait deux définitions qui se rejoignent. Une première définition est reliée au rayon de courbure
du module du champ magnétique  = rB/B ⇡ eq = rBeq/Beq 9, tandis que la deuxième est
9. Simplification de l’opérateur de courbure  = rB/B : Un développement perturbatif donne  ⇠
eq(1+rB˜/rBeq)(1  B˜/Beq). En présence d’un îlot magnétique et de turbulence, l’erreur relative induite par
l’utilisation ( eq)/eq est donc majorée en géométrie torique par max(RB˜îlot/(wBeq),mRB˜turb/(rsBeq)) ⇠
10 3max(R/w,m✏ 1) qui est inférieur à 1 mais pas forcément d’ordre ✏2. w est la largeur de l’îlot etm le nombre
d’onde associé à la turbulence de type ITG/interchange (typiquement m = 102). Considèrons la physique des
îlots graines, par exemple un îlot atteignant la taille critique dans ITER de 5 cm, R/w ⇠ 100. En utilisant
la formule standard des tailles d’îlot[104] w ⇡ 4p 1(rs)/Jeq(rs) qui donne B˜îlot/Beq ⇠ w2/(16Rrs), on a
RB˜îlot/(wBeq) ⇠ w/(16rs) ⌧ 1. Les fluctuations de courbures sont donc négligeables aux échelles MHD, et
l’erreur relative peut-être considérée d’ordre ✏2. Aux échelles turbulentes, elles sont faibles tant que B˜turb/Beq ⌧
✏/m, ce qui est vrai dès que B˜turb/Beq ⇠ 10 3. Comme la courbure interviendra dans les équations multipliée
par des fluctuations, on peut donc remplacer  par eq.
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reliée à la géométrie de la ligne de champ magnétique
(3.7.1) ˜ = (bˆ ·r)bˆ =  bˆ⇥ (r⇥ bˆ) = r?B/B + µ0j⇥B/B2 .
En fait, Rc = 1/˜ est le rayon de courbure local de la ligne de champ magnétique et, à faible
 , on a eq ⇡ ˜eq 10.
En additionnant les équations du mouvement des fluides d’ions et d’électrons, on a
(3.7.2) f ⌘ mindv
dt
+r · ⇡i =  rp + j⇥B .
On a négligé les contributions d’ordre me/mi et le tenseur de pression électronique en accord
avec la relation (3.3.2).
L’équilibre MHD est caractérisé par jeq⇥Beq = rPeq. La réponse du système à une pertur-
bation de l’équilibre µ0j? ⇡ k?B (Ampère) a pour fréquence caractéristique ddt( vvA ) ⇡
[j⇥B]
nmivA
=
k?vA où vA est la vitesse d’Alfvén du fluide d’ions. Autrement dit, sur des échelles de temps bien
plus lentes que les ondes de compression d’Alfvén, ! ⌧ k?vA, les évolutions sont assimilables à
une succession de quasi-états d’équilibres. En fait, ces échelles de temps sont justement celles
d’intérêt : au voisinage d’une position radiale r donnée, nous verrons que les modes instables
sont les modes résonants, i.e de vecteur d’onde k = mr✓   nr  avec m/n = qs ⇡ q(r) et
kk/k? ⇡ ✏/qs. Cela est vrai pour les modes MHD et les modes interchnages car ils resultent
d’un processus de résonance (cf la note 2). Ils satisfont de plus ak?   1 pour l’interchange et
ak? ⇡ 1 pour l’instabilité de déchirement magnétique. Enfin, ils ont pour fréquence caracté-
ristique, linéairement, la fréquence diamagnétique ! ⇡ k?v?, soit !/k? ⇡ v? ⌧ vA. Pour ce
qui concerne leurs taux de croissance, on a aussi,  tear/k? / ⌘3/5vA ⌧ vA [104] et, d’après
l’éq.(3.0.1),  int/k? ⇡ cs⇢ss/
p
RLr =  1/2⇢ss/
p
RLrvA ⌧ vA.
10. Équivalence des courbures à faible   : Par définition, le rayon de courbure local d’une ligne de champ
dont l est un paramètre de position de cette dernière est défini par dtˆ/dl = nˆ/Rc. tˆ est la tangente en un point
considéré de cette ligne M(l), nˆ la normale et tˆ⇥ nˆ la bi-normale du repère local de Serret-Frenet au point M .
d/dl = tˆ ·r est la dérivée dans la direction de la ligne de champ. Pour une ligne de champ magnétique tˆ est
noté traditionnellement bˆ. Dans la mesure où a⌧ R et q est de l’ordre de l’unité, on a bien-sûr, en négligeant
les fluctuations magnétiques locales éventuelles induites par la turbulence aux petites échelles, que Rc et R sont
du même ordre de grandeur.
Le terme de courbure dominant est donné par le champ magnétique d’équilibre Beq(r, ✓) et par conséquent
r?Beq = FrBeq. On a donc eq = r?Beq/Beq+O(✏2) = bˆeq ·rbˆeq+O(✏2, Lrpeq ) en utilisant qu’à l’équilibre
j⇥B = rP . Autrement dit eq = ˜eq +O(✏2).
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La courbure sera cependant, naturellement, lentement modifiée par la réponse temporelle
induite par les instabilités linéaire basses fréquences qui nous intéressent. En combinant (3.7.1)
et (3.7.2), on a une nouvelle expression formelle pour la courbure qui prend en compte cette
réponse,
(3.7.3) ˜ = µ0
rp+ f
B2
+
r?B
B
.
L’équation d’évolution de la vorticité s’obtient en opérant une démarche similaire à celle
des fluides neutres bidimensionnels, mais en faisant jouer à bˆ le rôle de la troisième dimension,
i.e. en calculant B·r⇥ f . L’identité 11
(3.7.4) B ·r⇥ (j⇥B) = B2rkjk   µ 10 r?B2 · (B⇥˜) ,
permet d’obtenir, lorsqu’on exprime r?B2 via l’équation (3.7.3), une expression intéressante
de l’équation B·r⇥f :
(3.7.5) B·(r⇥ f   2˜⇥ f)· = B2rkjk   2(B⇥˜) ·rp
Dans la littérature, cette identité qui est exacte, s’appelle la loi de cisaillement d’Alfvén ou
“Shear Alfvén Law” dans la limite rkB = 0 [62]. On peut faite apparaître ce dernier terme
explicitement en notant que rkjk = Brk(jk/B) + jkrkB/B.
3.7.2. Équation d’évolution du potentiel électrique et/ou de la vorticité. En uti-
lisant l’identité d’annulation gyrovisqueuse des ions (3.3.2), le terme d’inertie s’écrit
(3.7.6) f = min
dvE
dt
+r · (⇡i   ⇡i,gv) +r? i .
Dans la mesure où on ne tient pas compte des mécanismes de piégeage des particules chargées,
on a que r.(⇡ ⇡i,gv) =  µ ?vE où µ ⌘ ⌫turb est un coeﬃcient de viscosité turbulent que l’on
supposera constant (ou plus précisément dont on supposera les fluctuations négligeables, ce qui
peut se justifier en terme d’ordering). Dans le cadre de la théorie de Braginskii, nous avons vu
11. On utilise l’identité générique r · (A⇥B) = B · r ⇥ A   A · r ⇥ B avec A = J⇥B. On a alors
B ·r⇥ (j⇥B) = B ·r⇥ (j? ⇥B) =  r · (B2j?) = B2rkjk   rB2·j? car r · j = 0. On injecte ensuite
B2j? = B⇥ (j⇥B) = B⇥(f + rp) = µ 10 B⇥(B2˜   Br?B) dans cette dernière relation. Il suﬃt alors de
noter la simplification rB2·j? = r?B2·j? = µ 10 r?B2 ·B⇥˜ pour obtenir la relation désirée.
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que µ serait le coeﬃcient de viscosité ⌫i,? ⌧ ⌫turb, qu’il convient par conséquent de négliger en
présence de turbulence sous-jacente.
En projetant dans la direction parallèle le rotationnel l’équation (3.7.2), ou de façon équi-
valente en utilisant directement la loi de cisaillement d’Alfvén, on obtient
(3.7.7)
B · (r⇥ (mindvE
dt
  µ ?vE)  2˜⇥(mindvE
dt
  µ ?vE +r? i)) = B2rkjk   2(B⇥˜) ·rp .
Il convient de noter que l’opérateur d/dt s’écrit @t + (vE + vdia,i) ·r dans la mesure où on ne
garde que les vitesses de dérives dominantes. En utilisant qi? ⇠ pivi?, (3.3.2) donne aussi que
le terme de pression ionique gyrovisqueuse  i est négligeable par rapport au terme de pression
puisque  i/p ⇠ v?/(⌦ciLr) ⇠ !/⌦ci ⌧ 1. On a donc
(3.7.8)
B 1bˆ ·r⇥ (mindvE
dt
) = rkjk 2B⇥˜B2 ·rp+
µ
B
 ?(r⇥ vE)k+2B 1bˆ · ˜⇥(mindvEdt  µ ?vE) .
L’équation d’évolution pour la vorticité s’obtient alors en retenant la partie dominante
mineqd!/dt du membre de gauche, c’est à dire en négligeant les contributions d’ordre O(✏2).
Cela est correct lorsque le champ de vorticité défini par ! = r2?  n’a pas de composante
d’équilibre d’ordre ✏0. Comme on l’a évoqué dès la note 2 du chapitre 1, les modes d’intérêt
sont les modes résonants pour lesquels kk/k? ⇡ ✏/qs ⌧ 1. Par conséquent le rapport des termes
d’inertie a pour ordre de grandeur
|bˆ · ˜⇥(mindvE
dt
)|/|2bˆ ·r⇥ (mindvE
dt
)| ⇡ ˜/2k? . ✏
2ak?
et on obtient le même rapport pour les termes visqueux. On négligera le dernier terme dans
l’éq.(3.7.8) qui est d’ordre supérieur à ✏2 aux échelles MHD (ak✓ ⇡ 2⇡a/rs, akr ⇡ 2⇡a/L?) et
est bien inférieur aux échelles interchange. L? sera la largeur radiale de simulation choisie et
qui n’est au mieux qu’une fraction du petit rayon. On a alors
(3.7.9)
mineq
B
d!/dt = rkjk   2B⇥r?pB2 · ˜+
µ
B
 ?! .
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3.8. Réduction à un modèle à trois champ en géométrie slab
Les équations (3.3.5, 3.4.3, 3.6.2, 3.7.9) ainsi que les équations d’état Te = Cte et Ti = Cte
consituent un système d’équations auto-consistant d’évolution des échelles MHD et interchange
à faible   et dans la limite de faibles fréquences !/⌦ci ⌧ 1. Une dernière étape consisterait
à ne plus supposer les espèces du plasma isothermes et écrire des équations d’évolutions indé-
pendantes pour les pressions électronique et ionique. Cela est nécessaire si on s’intéresse par
exemple aux branches d’interchange ITG fluides. Nous allons prendre le chemin inverse en sim-
plifiant encore ce système d’équations et en prenant la géométrie la plus simple qui soit, la
géométrie slab. Nous allons garder néanmoins les mécanismes génériques de l’interchange et
la physique des échelles MHD. Dans ce cadre, on considérera les simplifications vk = Ti = 0.
Cela simplifie au passage l’opérateur d/dt dans l’équation d’évolution de la vorticité qui s’écrit
alors @t + vE ·r. Cela implique aussi ↵ = 1 et p = pe. Arbitrairement, on utilisera l’équation
d’évolution de la pression électronique plutôt que celle de la densité, les deux étant clairement
équivalentes. À noter aussi que pour expliciter la forme du champ magnétique, cf. la relation
(3.1.3), on avait aussi supposé que v/vA ⇠ ✏ (v peut donc être plus petit que ✏vA). En fait,
dans le cadre de la hiérarchie de dérive, on a vE/vA = (vE/cs)cs/vA ⇠
p
   ⇠ ✏ .
3.8.1. Système d’équations minimal couplant mécanismes d’interchange et fluc-
tuations électromagnétiques. Il est utile de simplifier l’opérateur de courbure pour l’équa-
tion d’évolution de la pression. En géométrie recti-linéaire (direction parallèle au champ ma-
gnétique et direction zˆ se confondent), i.e. strictement slab, les termes de courbure sont nuls.
En géométrie torique, dans la limite de faible rapport d’aspect, il s’explicite sous la forme [6] 12
(3.8.1) r · B⇥r?f
B2
=  2· B
B2
⇥r?f + µ0
B2
j ·rf ⇡  2· B
B2
⇥r?f .
12. L’approximation dans l’équation s’entend à l’ordre   : on a |j·rf | ⇡(jk,eq kk + j?,eq k?)f . Les deux
termes dans la parenthèse sont comparables puisque kk/k? ⇡ ✏/qs et la quasi-neutralité des deux fluide implique
r · j = 0, i.e. kkjk ⇠ k?j?, que cela soit pour l’équilibre ou pour les fluctuations instables. En outre, le courant
perpendiculaire normalisé peut-être estimé en regardant les vitesses de dérives dominantes, i.e. les vitesses
diamagnétiques puisque les vitesses E ⇥ B des ions et des électrons ne génèrent pas de courant par addition,
qui en sont à l’origine
|µ0
B
j ·rf | ⇡ k?f µ0
B
j? ⇡ k?f µ0
B
| B
B2
⇥r?p| ⇡ k?f µ0p0
B20
r? p
p0
⇡ k?fL 1rp 
Par conséquent, on a
| µ0
B2
j ·rf |/|2· B
B2
⇥r?f | ⇡ (Rc/Lrp)  .
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 = rB/B est l’opérateur de courbure du module du champ magnétique. On obtient finalement
un système d’équations d’évolution pour la vorticité !, la pression électronique pe et le flux
magnétique  où les termes de courbures ont des structures similaires :
mineq
B
d!
dt
= rkjk   2˜· BB2 ⇥r?pe +
µ
B
 ?! ,(3.8.2)
@pe
@t
+ vE ·rpe   e 1Terkjk =  2pe· BB2 ⇥r? + 2e
 1Te· B
B2
⇥r?pe +  ?r2?pe ,(3.8.3)
@ 
@t
= rk   (en) 1rkpe + ⌘kjk ,(3.8.4)
On a introduit la notation classique   ⌘   pour le potentiel électrostatique qu’il n’y aura
pas lieu de confondre avec la composante toroïdale de position (qui était notée aussi   jusqu’à
présent) dans le cadre des géométries slab et cylindrique que nous allons utiliser. Par définition,
! =  ? , jk =  ? et d/dt = @t+vE ·r. La simplification opérée dans l’équation (3.8.1) a un
coût car le terme résultant n’est plus à divergence nulle, i.e. conservatif si on intègre sur tout
l’espace (avec des conditions de bord adéquates). Une dernière simplification consistera alors
à simplifier, linéariser en fait, les termes de courbure pour retrouver cette propriété. Cela se
justifie par le fait que les termes de courbure sont d’ordre ✏ en géométrie torique (1/Rc ⇡ ✏a) et
inférieurs en géométrie cylindrique. Un calcul détaillé des termes de courbure pourra se trouver
en annexe de la dissertation de doctorat [104].

Chapitre 4
Génération d’îlots magnétiques par une turbulence fluide au
voisinage d’une surface résonnante 1
Au voisinage d’une surface faiblement rationnelle (“low order rationnal surface”), il peut y
avoir naturellement coexistence, à des échelles spatiales et temporelles diﬀérentes, d’une insta-
bilité MHD de déchirement magnétique grandes échelles et de modes petites échelles déstabilisé
par un mécanisme de type interchange. Nous considérons maintenant le modèle bidimensionnel
minimal d’interchange qui inclut des mécanismes d’ondes de dérive et d’interchange au voisi-
nage d’une seule surface rationnelle. Ainsi les termes de gradient parallèle pourront être écrits
sous la forme rkh = [ ?, h] 2dans la mesure où on restreint le système aux perturbations ré-
sonantes, autrement dit celles potentiellement instables et/ou susceptibles d’être couplées par
les perturbations instables au voisinage de la surface résonante considérée. Par la suite,  et B
désigneront respectivement, par abus de notation et de langage ( ? !  ), le flux magnétique
et le champ magnétique hélicoïdaux. On nommera aussi courant dans la direction parallèle
en géométrie slab la quantité j = r2? . La direction périodique où s’aligne les perturbation
résonante. Enfin on simplifiera la notation de la pression électronique p ! pe et les termes de
1. Cette partie profite de la collaboration que j’ai avec M. Muraglia [89]. Une description détaillée du code
numérique avec lequel les simulations numériques ont été eﬀectuées se trouve dans [104], voir aussi l’annexe
7.7.
2. Expression du gradient parallèle en géométrie slab ou cylindrique pour des fluctuations
résonantes au voisinage d’une surface magnétique résonante :
Posons  =  Ak et  ? =  /B0   q 1s x. Clairement, on a en géométrie slab rkh = B 1B ·rh = F (@zh+
[ /B0, h]) avec F = B0/B ⇠ 1   ✏2/2. Par conséquent, si on considère des perturbations résonantes de la
forme h =
P
m hm(x, t) exp(im(y   q 1s z)), on aura rkh = [ ?, h] + 0(✏2) .  ? et B? =z⇥r ? s’appellent
respectivement le flux magnétique hélicoïdal pour une hélicité m/n fixée. En géométrie slab, on ne considère
que les perturbations résonantes avec une surface d’hélicitém/n rationnelle fixée, les autres étant essentiellement
naturellement dissipée/amorties. Ainsi, dans cette géométrie, la condition de résonance “rk,eqh = 0 pour une
perturbation résonante” (voir la note 2) se réduit à B?eq(xr) = 0 où x = xr est la surface d’équilibre résonante.
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courbure sous la forme adimentionnée seront notés 1 et 2. On a alors
@
@t
r2? +
 
 ,r2? 
 
=
 
 ,r2? 
   1@p
@y
+ µr4? (4.0.1)
@
@t
 = { ,   p}  v?@ 
@y
+ ⌘r2?(    0)(4.0.2)
@
@t
p+ { , p} =  v?
✓
(1  2) @ 
@y
+ 2
@p
@y
◆
+ ⇢ˆ2
 
 ,r2? 
 
+  ?r2?p .(4.0.3)
L’équilibre est constitué d’un gradient de pression constant (v? = Cte) et d’un profil de
champ magnétique B0 =  00(x)yˆ = tanh(x/a)yˆ correspondant au modèle de feuille de courant
de Harris [9, 56] : Le champ magnétique s’annule sur la surface résonante x = 0 et le cou-
rant d’équilbre y est maximal. Lx est l’extension radiale de la boîte et a =
p J0(0)/J 000 (0)
la largeur de la feuille de courant à l’équilibre (à ne pas confondre avec le petit rayon d’un
tokamak). Les équations (4.0.1-4.0.3) sont normalisées en utilisant la vitesse d’Alfvén, une lon-
gueur caractéristique L? et le temps d’Alfvén associé ⌧A = L?/vA. Les eﬀets de courbure à
l’origine de l’instabilité d’interchange sont inclus au travers des paramètres i (i = 1, 2). La
longueur caractéristique est, de part le procédé de normalisation choisie, relativement arbi-
traire. Néanmoins, elle doit être suﬃsamment petite pour que les surfaces résonantes voisines
aient un impact à priori faible sur la dynamique étudiée. En particulier, cela suppose que la
turbulence est dominante au niveau de la résonance étudiée, mais aussi qu’il n’y a pas d’autres
surfaces résonantes de faible rationalité où la dynamique MHD pourrait se développer. Comme
le cisaillement magnétique est relié à la densité de telles surfaces par construction [44], L? est
essentiellement une longueur caractéristique du cisaillement magnétique.
Sans rentrer dans les détails du code numérique que nous avons développé, voir en par-
ticulier la thèse [104] pour les détails, il convient de préciser que les simulations numériques
s’appuient sur un code semi-spectral avec l’application de la règle de dealiasing au 2/3 dans
la direction périodique poloïdale y, une résolution allant jusqu’à 1024 points de grilles et 256
modes poloïdaux. Les tailles de boîte de simulation sont Lx = 2⇡ (x 2 [ Lx/2, Lx/2]) et
Ly = 5⇡. Les champs perturbés  , , p sont périodiques en y et nuls aux bords. En particu-
lier, la vitesse poloïdale du plasma est libre au bord. Dans l’étude qui suit nous avons fixé les
valeurs de paramètre suivantes ⇢ˆ = 0.058, v? = 10 2, 1 = 5 2 = 0.36, les paramètres de
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nature dissipative étant pris égaux  ? = µ = ⌘ = 10 4. Nous allons le voir, ces valeurs de
paramètres permettent le développement, simultané ou non, des instabilités d’interchange et
de déchirement magnétique à diﬀérentes échelles [92].
4.1. Les instabilités multi-échelles présentes dans le modèle
La décomposition des champs sous la forme d’une série de Fourier
(4.1.1)  (x, y, t) =
X
m2Z
 m(x, t) exp(ikmy)
où km = 2⇡m/Ly permet d’identifier aisément la nature des modes. La parité des fonctions
propres ( m (x, t),  m (x, t), pm (x, t)), pour chaque mode m, signe en eﬀet la nature de l’insta-
bilité linéaire qui les génère : l’interchange résistif génère des modes de parités (impaire, paire,
paire) et l’instabilité de déchirement magnétique donne les parités inverses (paire, impaire,
impaire)[92]. On pourra trouver un exposé détaillé de ces deux instabilités dans ce contexte
dans le manuscrit de thèse [89]. Repérer la nature des instabilités via leur parité facilite la mise
en place du dispositif linéaire que l’on souhaite imposer à l’expérience numérique. On peut en
eﬀet modifier à propos les valeurs des paramètres et repérer quelles sont les instabilités pré-
sentes, leurs modes instables et enfin leurs taux de croissance. Le choix des paramètres explicité
ci-dessus permet en fait de passer continuement, en ne variant que le paramètre qui caractérise
l’équilibre magnétique a, d’une situation où le déchirement est stable mais l’interchange est
fortement instable aux petites échelles, à une situation où l’instabilité de déchirement domine.
Plus précisément, on introduit la notationm? pour désigner le mode interchange le plus instable
et  ? le taux de croissance associé. Dans ce travail, les modes m   2 sont stables dans tous
les cas par rapport à l’instabilité de déchirement. Autrement dit, les paramètres de stabilité
du déchirement magnétique  0m 2 satisfont  0m 2 < 0. On pourra trouver une présentation
détaillée du calcul du paramètre  0m dans [104]. Par la suite,  0 désignera donc en fait  01.
Quant à la nature du mode m = 1, elle résulte d’une compétition entre les deux instabilités.
Varier le paramètre de contrôle a, revient à modifier à la fois le taux de croissance de
l’interchange et celui du déchirement magnétique. Dans ce cadre,  0(a) peut-être vu comme un
simple paramètre de contrôle équivalent au paramètre de raideur du champ magnétique à la
résonance a 1, avec l’avantage que son signe indique directement le caractère stable ou instable
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Figure 4.1.1. Taux de croissance des modes m = 1 et m = m?. La couleur
indique les types de parités des fonctions propres et donc la nature des instabilités
associées. Ils sont calculés dans la phase linéaire, sauf  NL1 qui est le taux de
croissance dans la phase quasi-linéaire du modem = 1. Cette phase se caractérise
aussi par une croissance exponentielle des modes.
du déchirement magnétique. En outre, plus  0(a) est petit, plus m? et  m? sont grands, mais
aussi, plus le taux de croissance linéaire de l’instabilité de déchirement est petit. Les taux de
croissance linéaire  m( 0) pour les modes m = 1 et m = m? sont tracés sur la figure 4.1.1. Les
paramètres sont tels que m?   1 dès que  0 . 1.16. À  0 =  0.45, par exemple, m? = 17 et un
nombre important de modes instables sont présents. En outre, l’instabilité linéaire dominante à
m = 1 est l’interchange lorsque  0 . 1.16. Cette situation ne se manifeste pas bien-sûr lorsque
la courbure  descend en dessous d’une valeur critique c où l’interchange résistif est stable.
4.2. L’instabilité de déchirement magnétique dans l’expérience numérique
Avant d’étudier, l’impact de l’instabilité d’interchange sur les îlots magnétiques, il faut
clarifier les propriétés de ces îlots en l’absence de turbulence, en particulier dans le cadre du
modèle utilisé. Il faut, en fait, commencer par mettre en évidence les diﬀérences que ce modèle
slab pourrait induire, en termes de caractérisation d’un îlot magnétique, avec des situations
encore plus simplifiées mais étudiées de façon extensive où les fluctuations de pression et les
termes de courbures sont négligés (voir [78] et les références qu’il contient). En outre, il faut
regarder dans quelle mesure le mécanisme classique d’aplatissement de l’îlot, basé sur des
hypothèse de diﬀusion anisotropique est valide et/ou modifié [38]. Nous allons donc focaliser
notre intérêt sur une situation où le mode m = 1 de déchirement magnétique est fortement
dominant, à savoir le cas où  0 = 4.02.
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4.2.1. Génération d’un écoulement zonal (zonal flow local ou ZFL) au niveau de
la résonance. Nous avons montré [90] que les termes de courbures génèrent non linéairement
un écoulement poloïdal (ZFL) dont la source est le transfert d’énergie magnétique depuis le
mode de déchirement m = 1 via le tenseur de Maxwell. Une image du ZFL est montré dans la
figure (4.2.1) (graphe en haut à gauche) où on observe son caractère légèrement asymétrique
en terme de parité. En fait ce dernier oscille radialement au cours du temps. En outre le ZFL
accumule la majeure partie de l’énergie cinétique comme on peut le constater sur le spectre
d’énergie (graphe en haut à droite) calculé au même instant.
En fait l’origine du ZFL provient des termes de courbure car ils induisent une brisure de
symétrie, en terme de parité [132] dans la structure du mode de déchirement. Cela contraste
avec le modèle minimal induisant l’instabilité de déchirement, sans terme de courbure donc,
où les ZFL ne sont pas générés de par la structure particulière du mode de déchirement. En
eﬀet, à la fois dans le régime linéaire et le régime non linéaire on a les symétries suivantes
9y? : 8 y,  (x, y?+  y, t) =  (x, y?   y, t) et  (x, y?+  y, t) =   (x, y?   y, t). Cela implique
que
´ Ly
0 dy[ , j] =
´ Ly
0 dy[ ,!] = 0 et par conséquent v0y = !0 = 0 si cela est vrai initialement.
Dans le modèle (4.0.1-4.0.3), cette symétrie n’est pas présente pour le mode déchirement. On
peut l’observer sur le graphe montrant un zoom de la carte de pression, Fig.(4.2.1), dans la
phase linéaire. L’origine de cette absence de symétrie est simple. En eﬀet, premièrement, le
terme de rayon de Larmor fluide et le tenseur de Maxwell génèrent au voisinage de la surface
résonante, respectivement, des fluctuations de pression et de vorticité. Le potentiel électrique
résultant, qui dépend aussi des conditions de bord, n’est pas localisé. Deuxièmement, les fluc-
tuations de pression sont aussi amplifiées par les termes diamagnétique et de courbure qui sont
proportionnels à  , et non à !, et p, plus précisément proportionnelles à de @yp et/ou @y . Par
conséquent, ils contiennent aussi une contribution non localisée d’extension radiale approxima-
tivement égale à celle de la cellule de potentiel. En outre, ces contributions brisent la parité
dans la direction poloïdale car si   et p avaient la même parité à un instant donné (comme dans
le cas du modèle minimal), alors la parité induite par [ , p] serait l’inverse de celle induite par
@yp ou @y . Dans l’équation d’évolution de la vorticité, on a le même mécanisme de brisure lié
à la présence du terme de courbure proportionnel à @yp. Il s’ensuit que le mode de déchirement
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Figure 4.2.1.  0 = 4.02. (a) ZFL à t = 15000. (b) Spectres en énergie dans
la phase non linéaire à t = 15000. (c) Instantanée du champ des fluctuations de
pression (zoom), dans la phase linéaire à t = 3000. (d) Instantanée du champ de
pression à t = 105.
m = 1, non seulement, génère non linéairement un ZFL, mais aussi induit une modification du
profil de pression, les fluctuations moyennées poloïdalement étant non nulles.
4.2.2. Modification du profil de pression et conductivité thermique implicite.
Les modifications du profil de pression induites par le mode de déchirement contribuent à
l’aplatissement de la pression à l’intérieur de l’îlot observée sur le dernier graphe de la figure
4.2.1. Il est important de regarder l’origine de cet aplatissement pour deux raisons. La première
est de voir dans quelle mesure la théorie classique d’aplatissement de l’îlot [38] est en accord
avec la dynamique de notre modèle. Dans cette théorie, on suppose d’une part qu’il n’y a ni
source ni puits de chaleur et par conséquent que la divergence du flux de chaleur est nul :
 k kp +  ? ?p = 0. D’autre part, on suppose que la largeur de l’îlot satisfait w   wc et
par conséquent que p = p( ) (voir la note de bas de page 4 du chapitre 1). Nous n’avons pas
de coeﬃcient de diﬀusion parallèle explicite dans notre modèle. De plus, les fluctuations de
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pressions sont entraînées par le plasma à travers le terme d’advection, influencés par les eﬀets
de courbure, la modification du profil de pression et les eﬀets de rayon de Larmor fluide finis. Il
convient donc de discriminer le mécanisme pertinent qui induit cet aplatissement et de raccorder
cela, éventuellement, à la théorie présentée dans [38] et donc de la valider. La deuxième raison
est que si on veut à terme extraire une signature de la turbulence dans la génération d’îlot
(nous y reviendrons), il faut maîtriser la situation lorsqu’il n’y a pas de turbulence.
En fait, le modèle contient implicitement une diﬀusivité parallèle [100] égale à  k ⌘ ⌘ 1⇢ˆ2
et par conséquent, il convient de savoir si cela explique l’aplatissement de l’îlot lorsque ce
dernier devient bien plus grand que la taille critique wc =
p
8( ?/ k)1/4
p
a/ky
3. L’opérateur
 k est en fait [ ˜, [ ˜, .]] comme on peut le voir en prenant la limite électrostatique d /dt = 0.
La conductivité parallèle du modèle est en fait égale à la conductivité collisionnelle parallèle
v2Te/⌫ei puisque
(4.2.1)  k = v2Te/⌫ei
⌧A
L2s
= v2Te/⌫ei
1
vAL2s
=
Te
⌘nec2
µ0nmi
B2
vA
Ls
= (⌘/µ0)
 1⇢ˆ2
⌧A
L2s
.
vTe est la vitesse thermique électronique et ⌫ei = ⌘ nee
2
me
la fréquence de collision électrons-ions
donnée par la formule de Spitzer et vA =
p
B2/µ0nmi la vitesse d’Alfvén. On peut néanmoins
se demander dans quelle mesure l’écoulement cisaillé poloïdal ExB, qui entraîne naturellement
l’îlot par advection du flux magnétique, contribue aussi au mécanisme d’aplatissement. Ainsi
dans le terme de convection des fluctuations de pression [ , p], la partie liée au ZFL qui est en
 0m=0@yp tend à entraîner aussi les fluctuations de pression à la vitesse de l’îlot. Néanmoins,
comme  0m=0(x) n’est pas uniforme, il ne s’agit pas d’une simple advection et il est envisageable
que l’écoulement cisaillé, qui n’est pas pris en compte dans le modèle de Fitzpatrick, influe
indirectement sur la nature de l’aplatissement. Afin de clarifier le rôle de cet écoulement et de la
diﬀusivité parallèle implicite, considérons en premier lieu les termes dominants dans l’équation
d’évolution de la pression. On obtient numériquement que lorsque l’instabilité de déchirement
domine la dynamique, i.e. quand 0 est suﬃsamment grand pour que la turbulence petite échelle
soit négligeable, la contribution proportionnelle à ⇢ˆ2 domine dans l’équation d’évolution de la
pression : Dans le régime non linéaire, on a les ordres de grandeurs caractéristiques suivant
3. La largeur critique de l’îlot wc est celle où les termes de diﬀusion perpendiculaire et parallèle se compensent,
autrement dit lorsque  ? ?p ⇡  k[ , [ , p]]. Cela s’écrit aussi  ?(4/w2c )p ⇡  kB20k2p où B0(x) = tanh(x/a)
est calculé à la mi-largeur x⇤ = wc/2, d’où la formule.
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Figure 4.2.2.  0 = 4.02, t = 105⌧A. Contributions perpendiculaires et paral-
lèles dominantes dans l’équation d’évolution de la pression.
@tp ⇠ ⇢2?[ , j   j0] ⇠ 3.10 3   [ , p] ⇠ 3.10 4   autres contributions ( 0 = 4.02). Afin de voir
si la structure radiale de l’écoulement zonal a un rôle dans l’aplatissement, il est pertinent de
se placer dans le repère de l’îlot. On introduit dans ce but les quantités p˜(x, yisl, t) = p(x, y, t)
où yisl = y   vislt et  ˜isl =  ˜   vislx. visl(t) est la vitesse de l’îlot qui est essentiellement la
somme des vitesses diamagnétiques et ExB moyennes au voisinage de la surface résonante, en
ne négligeant pas leurs contributions non linéaires [90]. Dans le repère de l’îlot, en régime non
linéaire et en s’appuyant sur la loi d’Ohm, on obtient
(4.2.2) @tp˜ ⇠  k k(p˜   ˜isl) +  k[ ˜, @t ˜] +  ? ?p˜ .
Il est intéressant de noter que en termes d’amplitudes  k ˜isl/ k  ⇠ 10 2 dans ce régime.
Néanmoins, en évaluant les quantités physiques dans le repère de l’îlot, on élimine la part du
potentiel électrostatique qui entraîne l’îlot à la vitesse ExB du plasma, ce qui va nous permettre
d’évaluer son rôle dans le processus d’aplatissement.
Dans la figure 4.2.2 sont aﬃchés des instantanés des champs qui composent le laplacien
parallèle. Premièrement, on observe qu’aux échelles spatiales intermédiaires, il y a une tendance
du système à converger vers une situation d’équilibre quasi-statique k(p˜  ˜isl) ⇡ 0. Autrement
dit la diﬀusion des fluctuations de pression le long des lignes de champs tend à être compensé
par celle des fluctuations de potentiel électrostatique, dans le repère de l’îlot, ce qui relève d’une
réponse quasi-adiabatique dans la direction parallèle. Il faut cependant souligner que le crochet
 k[ ˜, @t ˜] ne peut être négligé, même dans la dynamique asymptotique, et en particulier à
ces échelles. En eﬀet, alors que les fluctuations magnétiques sont entraînées dans la direction
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poloïdale par la somme de la vitesse ExB du plasma et la vitesse diamagnétique, celles de
pression tendent à n’être advectées que par l’écoulement. La stabilité structurelle de l’îlot, i.e.
le fait que l’ensemble des fluctuations doit essentiellement être entraînées à la même vitesse,
impose la génération permanente de fluctuations au voisinage de la séparatrice et à l’intérieur
de l’îlot. Ces fluctuations non négligeables, que nous qualifions de structurelles, ne sont pas
considérées dans le modèle de Fitzpatrick. À noter aussi que, pour partie, ces fluctuations sont
aussi générées par l’instabilité interchange aux petites échelles, mais le taux de croissance étant
extrêmement faible à  0 grand cela reste largement marginal et influe peu sur la dynamique
et la largeur de l’îlot. Deuxièmement, et c’est un point important, seules les fluctuations de
pression alignées le long des lignes de champ, au travers de rkp, contribuent in fine au terme
⇢ˆ2[ ˜, j˜] et par conséquent à l’aplatissement de l’îlot (voir Fig.(4.2.2)). Les autres fluctuations,
celles aux échelles intermédiaires qui sont clairement visibles dans les deux premiers graphes
de la figure (4.2.2) se compensent fortement et sont donc absentes après addition dans le terme
⇢ˆ2[ ˜, j˜], explicité dans le repère de l’îlot. On peut donc s’attendre à ce que, statistiquement, elles
n’influent sur la dynamique que comme un modulateur de la rotation de l’îlot. Les fluctuations
de pression alignées le long des lignes de champs varient fortement dans la direction orthogonale
et l’opérateur  ? joue naturellement un rôle de régularisation de ces dernières. Ajoutons qu’au
niveau des séparatrices et du point X, la diﬀusion perpendiculaire, qui est par au moins un
facteur trois plus importante que les termes convectifs et linéaires, ne peut être négligée. On
peut donc conclure que la dynamique des fluctuations de pression dans l’îlot est gouvernée par
(4.2.3)  k kp˜+  ? ?p˜ ⇠ 0 .
En outre, une façon indirecte de voir que les fluctuations structurelles n’invalident pas le modèle
Fitzpatrick et l’équation (4.2.3) est de considérer la forme des harmoniques du mode de dé-
chirement instable. En eﬀet, théoriquement [38], les premiers harmoniques (m > 1)) devraient
être localisés au voisinage et à l’intérieur de l’îlot, maximal vers l’extrémité radiale de l’îlot
(x ⇡ w/2), devenir rapidement négligeable lorsqu’on s’éloigne de l’îlot, et enfin, d’amplitudes
ne décroissant pas rapidement avec le nombre d’onde m. Hors, il pourrait y avoir une ampli-
fication ou un aﬀaiblissement des premières harmoniques par couplage avec les fluctuations
structurelles. La figure (4.2.3) montre que ce n’est pas le cas pour les premières harmoniques
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m  4, le ratio des amplitudes des modes de pression Apm>1/Ap1 étant compatible avec les pré-
dictions. Si on compare la structure des modes avec la figure idoine de la publication théorique
[38], on peut observer néanmoins quelques diﬀérences, en particulier il n’y a pas de décroissance
rapide des modes vers zéro lorsque x/w ! 0 mais le maintien d’un niveau de fluctuations dans
l’îlot, probablement lié aux fluctuations structurelles à large  0. Sur le graphe, il est indiqué
aussi la fonction propre théorique du mode de déchirement à l’extérieur de l’îlot dans la limite
w ⌧ x ⌧ Lx. Dans notre cas, on n’a pas w/Lx ⌧ 1 strictement et donc les eﬀets de bords
peuvent influencer sur la décroissance du mode à l’extérieur de l’îlot, mais cette courbe montre
que l’on a l’ordre de grandeur attendu au bord de l’îlot.
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Figure 4.2.3. Fonctions propres des fluctuations de pression pour  0 = 4.02
et t = 40000⌧A.
4.3. Mécanismes de cohabitation entre un îlot magnétique et des modes
d’interchange au voisinage d’une surface faiblement rationnelle
4.3.1. Génération d’îlots magnétiques par une turbulence fluide. La figure (4.1.1)
indique clairement que quelque soit le signe de  0, un mode grande échelle est généré avec
la parité du mode de déchirement. Il existe une valeur seuil de  0,  0s ⇡ 1.7 : Lorsque  0 &
 0s, l’instabilité linéaire de déchirement magnétique domine la dynamique et génère un îlot
magnétique, ce que nous avons discuté à la section précédente. Lorsque  0 .  0s, comme
illustré sur la figure (4.3.1)[92], un îlot magnétique apparaît encore mais l’énergie libre qui en
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Figure 4.3.2. [Haut] Évolution temporelle de l’énergie des fluctuations de
pression des modes m = {0, 1,m?,m?+1 permettant d’observer l’accélération de
la croissance exponentielle au taux 2 m? dans la phase quasi-linéaire des modes
grandes échelles et le début de la phase non linéaire :  0 =  0.45 (gauche) et
 0 = 1.16. (droite). [Bas] Évolution temporelle de fluctuations d’énergie cinétique
Ek(t), de pression Ep(t) et magnétiques Em(t) : 0 =  0.45 (gauche) et 0 = 1.16.
(droite).
est à l’origine provient principalement d’une source diﬀérente. Il est en fait induit par les modes
interchanges les plus instables dès la phase quasi-linéaire.
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Figure 4.3.1.  0 =  0.45. Instantané du flux magnétique dans la phase non
linéaire à t = 5600⌧A montrant la présence d’un îlot magnétique
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Lorsque  0 < 0, la seule source d’énergie est d’origine interchange. La figure (4.3.2) montre
que les fluctuations de pression dominent en terme d’intensité énergétique tandis que dans le
cas  0 > 0 ceux sont les fluctuations magnétiques. Il est aussi tracé l’évolution temporelle
des fluctuations d’énergie sous forme de pression des modes interchanges (m = m? est par
définition le mode interchange le plus instable) et des modes des grandes échelles m  1.
Les évolutions temporelles en termes d’énergie cinétique ou/et magnétique sont similaires. On
observe que les modes grandes échelles dominent énergétiquement asymptotiquement et qu’ils
ont une phase de croissance exponentielle accélérée au sortir de leurs phases linéaires. Cela est
clairement visible pour le mode m = 1 à  0 = 1.16, où dans un premier temps l’instabilité
de déchirement est à l’origine de la croissance linéaire du mode avant (peu avant 104⌧A) de
brusquement subir une accélération de sa croissance. Nous appellerons cette phase la phase
quasi-linéaire (PQL). Les taux de croissances non linéaires peuvent donc être calculés durant
cette phase et ont été reporté sur la figure (4.1.1) afin de les comparer aux valeurs linéaires. Les
couleurs des points indiquent la parité des modes et par conséquent leur origine : l’interchange
résistifs génère des modes  m(x, t),  m(x, t), pm(x, t) de parités respectives (impaire, paire,
paire) par rapport à x, la surface résonante étant x = 0. L’instabilité de déchirement magnétique
génère des modes de parité exactement inverse, i.e. (paire, impaire, impaire). Dans la phase
PQL, lorsqu’elle existe, la nature des modes grandes échelles est systématiquement de type
déchirement magnétique : le système change de parité en entrant dans cette phase, dans la
mesure où il était faiblement instable d’un point de vue de l’interchange ( L1 / m ⌧ 1 en général).
Une conséquence directe de ce fait est qu’un îlot magnétique est généré non linéairement de
façon systématique. Les taux de croissance des modes interchanges ne sont pas modifiés dans
cette phase qui prend fin lorsque les modes grandes échelles dépassent énergétiquement les
modes interchanges. On observe clairement, une stabilisation du niveau d’énergie des modes
interchanges à ce moment là tandis que ceux des grandes échelles continuent de croître pour
finalement dominer. Nous y reviendrons. Cette phase PQL se caractérise par une propriété
simple et claire  NL1 ⇠  m? +  m?±1 ⇠ 2 m? >  L1 , ce qui est montré sur la figure (4.1.1).
Elle indique qu’un battement des modes interchanges m ⇠ m? est à l’origine de la formation
de l’îlot aux grandes échelles dans la phase quasi-linéaire. La valeur seuil  0s en dessous de
laquelle ce mécanisme alimente majoritairement la dynamique des grandes échelles correspond
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Figure 4.3.3. Évolution temporelle des quantités tear1(t) (bleu) et interch1(t)
(rouge) à  0 =  0.45.
au moment à la situation 2 m? =  L1 . Soulignons, ce qui a été vérifié, qu’à aucun moment une
instabilité secondaire liée à la modification du profil d’équilibre n’est induite, par exemple celle
de déchirement magnétique à m = 1 et par conséquent change la nature de l’énergie libre qui
nourrit le système.
En fait, les termes non linéaires des équations (4.0.1–4.0.3) sont tels que si initialement il
y a un bain linéaire de modes interchange aux petites échelles, notés intss, leurs interactions
mutuelles via les termes quadratiques de (4.0.1–4.0.3) ne peuvent résulter qu’en la génération
non linéaire de mode de type déchirement au niveau des grandes échelles, que nous noterons
tearls. De façon synthétique tous les crochets de Poisson satisfont {intss, intls}! tearls. Cette
structure des équations est à l’origine de la brisure de symétrie. Aucun crochet n’agit donc pour
modérer l’inversion de symmétrie ou la rendre mixte et donc détruire les symétries des modes
grandes échelles, même dans la phase non linéaire. Cela s’observe clairement dans la figure où
on quantifie le niveau de parité d’un mode m = 1 en fonction du temps en introduisant les
quantités tearm(t) =<  2m,pair >x / <  2m >x et interchm(t) =<  2m,impair >x / <  2m >x.
Le crochet < . >x désigne une moyenne sur x,  m,pair(x, t) = ( m(x, t) +  m( x, t))/2 et
 m,impair(x, t) = ( m(x, t) +  m( x, t))/2. Ainsi, pour un mode de déchirement magnétique
tearm(t) = 1 et interchm(t) = 0, et c’est bien-sûr l’inverse pour un mode interchange. Par
construction, tearm(t) + interm(t) = 1 à tout temps et quelque soit le mode m. Pour le mode
m = 1, on observe clairement l’établissement de la parité de déchirement durant la phase
PQL et quelques fluctuations du niveau de parité dans le début de la phase quasi-linéaire, qui
disparaissent sur les temps longs.
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Figure 4.3.4. [Gauche] Taille d’îlot en fonction du temps pour diﬀérents  0.
[Droite] Spectres à t = 40000⌧A et  0 =  0.45.
En terme de tailles d’îlot, il est fondamental de regarder dans quelle mesure la turbulence
peut générer un îlot graine suﬃsamment grand, susceptible d’engendrer un NTM comme nous
l’avons discuté aux chapitres précédents. Sur la figure (4.3.4), on voit bien que cette taille n’est
pas négligeable comparé aux cas  0 > 0. Néanmoins, il se peut que la physique des NTM qui
n’est pas inclus dans le modèle présent abaisse cette taille. Nous avons commencé ce travail et
nous trouvons en fait ce n’est pas le cas[93]. Au contraire, la taille de l’îlot graine induite par
la turbulence est fortement amplifiée en présence de courant de bootstrap et donne lieu à un
NTM. On peut aussi se demander si dans un cadre où la surface résonante n’est pas unique,
l’îlot graine peut pousser. En particulier, on peut s’attendre à ce que les transferts d’énergie
soient moins eﬃcaces en géométries à hélicités multiples. Au prochain chapitre nous essaierons
d’être plus quantitatif sur cette question où nous étudierons l’impact d’une turbulence de bord,
distante donc de la surface rationnelle q = 2, sur la génération d’un îlot (2, 1).
4.3.2. Structure des petites échelles. À l’inverse, on peut s’interroger sur la nature
des modes aux petites échelles en présence d’un îlot ? Le graphe de droite de la figure (4.3.4)
montre un spectre à  0 < 0. On y observe, d’une part, un relèvement énergétique au voisinage
de m ⇡ 20, i.e. aux échelles interchange où l’instabilité continue de nourrir le système. D’autre
part, il y a une équipartition énergétique entre les fluctuations de pression et magnétiques
aux échelles inférieures. Dans cette bande, l’énergie cinétique est négligeable. La présence du
terme proportionnel à ⇢ˆ2 dans l’équation de la pression et du terme diamagnétique dans la loi
d’Ohm indique que alors, idéalement, des ondes satisfont p2m/⇢ˆ2 ⇠  2m. Elles sont structurel-
lement similaires aux ondes d’Alfvén : Au voisinage d’une position radiale donnée, elles sont
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portées par le champ magnétique grande échelle et ont une vitesse de phase v  ⌘ !/k = ±⇢ˆ 00.
L’équipartition a donc un caractère Alfvénique puisque on retrouve non linéairement cette
relation dans le spectre. En d’autres termes les interactions non linéaires de ces ondes sont
négligeables comparés avec leur interaction avec le champ magnétique porteur. À l’inverse il
semble exister une bande inclus dans ]4,m?[, où l’équipartition se joue entre les fluctuations
cinétiques et de pression. À toutes les échelles sauf m = 0, les fluctuations magnétiques do-
minent, autrement dit la structure non linéaire de l’îlot concentre la majorité de l’énergie. Dans
la bande ]4,m?[, la relation p2m/⇢ˆ2 ⇠ v2m ⌧  2m est moins évidente : du fait de sa position
intermédiaire entre les grandes échelles et celles où la source d’énergie libre interchange libère
la majeure partie de son énergie, les transferts d’énergie via les non linéarités sont multiples et
non réductibles à un simple mécanisme d’Alfvénisation. D’ailleurs, en écrivant que le tenseur de
Maxwell domine et en le linéarisant, on a alors !(  )m ⇠ k 00 m, !pm ⇠ k⇢ˆ2 00 m, soit encore
k2 m ⇠ vm/k ⇠ pm/⇢ˆ2, ce qui ne correspond pas au spectre observé. Par contre, il semble
raisonnable de penser que la relation d’ordre p2m/⇢ˆ2 ⇠ v2m indique qu’en premier approxima-
tion la structure nonlinéaire du champ magnétique qui va jusqu’aux échelles interchange est
dans un état proche de l’équilibre et est relativement insensible aux fluctuations périodiques
qui parcourent ses lignes de champ, soit [ , j] ⇡ 0. Dans le repère de l’îlot, on pourrait donc
avoir    =< J0(x)(@ /@x) 1 > / < (@ /@x) 1 >  J0(x)[122]. Le crochet désigne ici une
moyenne sur les lignes de champ. Le résidu du crochet [ , j] n’est à priori pas négligeable com-
paré aux autres termes dans les équations de vorticité et de pression et il ne s’agit donc pas
d’une turbulence électrostatique baignant dans une structure magnétique figée.
D’un point de vue structure non linéaire des équations, on a la propriété que tous les
crochets de Poisson satisfont {tear, tear}! tear. Seule la combinaison d’un mode interchange
et de déchirement renforce le caractère interchange du mode {tear, int} ! int. On peut donc
s’attendre à ce l’îlot généré aux grandes échelles modifie la structure des modes des petites
échelles par couplage avec les modes interchange. C’est précisément ce qui est observé sur la
figure (4.3.5). Sur le graphe de gauche, on observe qu’il y a en apparence une inversion chaotique
de la parité au cours du temps dès le milieu de la phase PQL. Statistiquement cependant, en
moyenne temporelle, la symétrie interchange des modes des échelles interchange s’amenuise
progressivement (graphe de droite). Au final la turbulence des petites échelles se caractérise
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Figure 4.3.5.  0 =  0.45. [Gauche] Évolution temporelle des quantités
tearm?(t) (bleu) et interchm?(t) (rouge). [Droite] Valeur moyenne au cours du
temps sur le même intervalle temporel.
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Figure 4.3.6. Valeur moyennée dans le temps de < tearm? >t!+1 (bleu) et
< interchm? >t!+1 en fonction  0.
par des modes de parité hybride mais majoritairement de type déchirement quelque soit  0,
y compris son signe, comme le montre la figure (4.3.6). Cela est bien-sûr logique lorsque
l’instabilité de déchirement domine puisque l’ensemble des petites échelles ne reflète que la
structure non linéaire de l’îlot magnétique. Cette figure montre en fait, que le moteur non
linéaire, même à  0 < 0, transforme statistiquement plus de 60% de l’énergie non dissipée des
petites échelles sous la forme de mode déchirement magnétique que ce qu’elle n’en a reçu sous
forme de mode interchange. Ce fait était à priori inattendu car on aurait pu s’attendre que
statistiquement les interactions non linéaires aboutissent à un mélange statistique des parités
des modes aux petites échelles. Il serait intéressant de regarder si cette proportion dépend du
ratio m?/mîlot, en particulier s’il y a des mécanismes de cascade directe 4. Néanmoins, le simple
4. Le mot cascade sera employé dans un sens large, i.e. au sens d’un transfert d’énergie net entre des diﬀé-
rentes échelles spatiales par couplages multiples de modes. La cascade sera directe si les couplages aboutissent
à un transfert net vers les petites échelles et indirecte si il se produit vers les grandes échelles. Le processus de
cascade spectrale dans une turbulence (électrostatique) de type interchange a été discuté dans [102].
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Figure 4.3.7. (a) Taux de croissance nonlinéaire en fonction de  0. (b) Profil
des vitesses diamagnetiques et ExB à t = 42125⌧A pour  0 =  0.45
fait qu’une partie de l’énergie généré aux petites échelles soit stockée aux grandes échelles sous
forme d’îlot magnétique semble contraindre la nature de la turbulence aux petites échelles.
Ce mécanisme modifie donc substantiellement la nature de la turbulence à ces échelles. Cela
a été l’objet de discussions récemment que le lecteur intéressé pourra retrouver dans [91, 92, 66,
82]. En particulier, il se dessine que la génération d’un îlot influe sur les propriétés de transport.
Par exemple, dans [82], il est montré que la présence d’un îlot peut déclencher une instabilité de
faible longueur d’onde qui devrait influencer les propriétés du transport au voisinage d’un îlot.
Dans ce contexte, d’ailleurs, l’existence et le calcul d’une viscosité turbulente a été entrepris
dans [72]. En fait, comme la turbulence induit génériquement un ZF, il semble cohérent, non pas
d’étudier l’interaction turbulence/îlot mais le jeu à trois acteurs turbulence/ZF/îlot, y compris
la dynamique poloïdale de ce dernier.
4.3.3. Dynamique poloïdale d’un îlot et turbulence. L’accumulation d’énergie ciné-
tique aux grandes échelles m  1, voir les figures (4.3.4) et (4.3.2), pose en eﬀet la question du
rôle du ZF dans la dynamique des petites échelles et de l’îlot. Cela nécessite comme prérequis
une analyse de la dynamique de l’îlot, en rotation poloïdale. Rappelons que la fréquence de
rotation des îlots générés par déchirement magnétique est modifée nonlinéairement et a une
dépendance forte aux coeﬃcients de transport [97]. Ce point peut avoir des conséquences si-
gnificatives. Par exemple dans un tokamak, cela ouvre la possibilité que, non linéairement, la
rotation de l’îlot et du plasma soit ralentie jusqu’à un blocage de mode avec les modes résistifs
de la paroi, ce qui entraînera à son tour une dégradation du plasma et/ou déclenchera une
barrière de transport [76]. Néanmoins, la dynamique d’îlots induits par la turbulence n’a pas
été étudiée. Regardons ce qu’il en est.
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Figure 4.3.8.  0 =  0.45. (a) Position poloïdale de l’îlot en fonction du
temps. (b) Fréquences de rotation poloïdale instantanées en fonction du temps.
Les diﬀérentes contributions du modéle Eq.(4.3.1) sont indiquées.
Classiquement, on peut s’attendre à ce que l’interchange réduise non linéairement la vitesse
diamagnétique p00 ⌘ p0m=0(x) et génère un ZF. Ce dernier devrait altérer le niveau de turbulence
au voisinage de l’îlot en abaissant le niveau d’énergie libre utilisé par l’instabilité d’interchange
dans le régime non linéaire, quelque soit la nature de l’îlot. La figure (4.3.7) montre en fait,
que contrairement à la situation d’une turbulence électrostatique, il n’y a pas de stabilisation
par l’écoulement poloïdal cisaillé ExB [136] : La turbulence n’est pas atténuée par ce dernier
mais elle l’est par l’abaissement de la vitesse diamagnétique. En fait, premièrement, le graphe
montre qu’il y a un rapport  sm?/ m? < 1/2 quelque soit  
0.  sm? est le taux de croissance
calculé à partir des profils d’équilibre perturbés par la dynamique, moyennés dans le temps,
dans la phase non linéaire asymptotique. m? est resté essentiellement inchangé (ms? ⇠ m?).
Deuxièmement, sur le même graphe, on peut observer que lorsqu’on calcule  sm? en négligeant
les eﬀets diamagnétiques non linéaires, on trouve  sm?,p0=peq ⇠  m? . Les graphes  sm?,p0=peq/ m?
et  sm?, 0=0/ m? en fonction  
0 montrent que le taux de croissance de l’interchange est fort peu
sensible à l’écoulement moyen ExB. En fait l’écoulement moyen est un jet de plasma faiblement
cisaillé au niveau de la couche résistive qui entoure la surface résonante et où sont générés les
modes instables (voir Fig. (4.3.7)). Finalement, on observe que la stabilisation induite par le
gradient de pression est tel que le rapport  sm?/ m? ⇠ 0.4 est pratiquement constant à  ’<0 .
Il est donc indépendant du niveau de source d’énergie de l’interchange.
Quantifions maintenant comment ces modifications influencent la rotation de l’îlot lorsqu’il
est induit par la turbulence ( 0 < 0). En suivant la démarche de [90], pour discriminer les termes
à l’origine de la rotation de l’îlot, nous isolons dans la loi d’Ohm les diﬀérentes contributions
en termes de fréquences instantanées de rotation moyennées sur la feuille de courant et nous
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nous focalisons sur le mode m = 1 :
(4.3.1) !tot = !? + !˜? + !E⇥B + !0 + !⌘ .
Les termes de droite sont respectivement les parties linéaires et non linéaires de la fréquence
diamagnétique, la fréquence Doppler ExB, la contribution du champ magnétique d’équilibre
et celle liée aux eﬀets résistifs. Dans ce modèle on néglige donc les contributions des modes
m > 1 à la rotation de l’îlot. À partir de cette fréquence instantanée et/ou de la vitesse de l’îlot
prédite !tot/km=1, on peut calculer explicitement la position poloïdale de l’îlot en fonction du
temps. Dans la figure (4.3.8), une comparaison entre les prédictions du modèle et les positions
mesurées montre un bon accord, surtout en considérant que l’intégration est faite sur une large
plage temporelle.
Dans le régime nonlinéaire, il y a pratiquement un ordre de grandeur entre !E⇥B et la
contribution diamagnétique : La vitesse E ⇥ B du plasma entraîne l’îlot dans la direction
diamagnétique ionique. Cela bien-sûr n’est pas seulement lié à l’aplatissement de la pression
dans l’îlot qui réduit la vitesse diamagnétique, mais aussi à l’importance du jet de plasma
généré par la turbulence dans lequel la structure magnétique est gelée. La direction de rotation
du plasma et donc de l’îlot devrait être liée à de multiples eﬀets. Dans le cas où l’instabilité
de déchirement génère l’îlot, il a été montré que cela dépend entre autres des coeﬃcients de
transport, une inversion du sens de rotation pouvant être induite par un abaissement du niveau
de viscosité. Dans cette étude, nous trouvons que la direction asymptotique de rotation est la
même quelque soit  ’. Avec des valeurs pour les paramètres de courbures moins grands (pas de
turbulence), nous avions trouvé une rotation dans la direction diamagnétique électronique [90].
Une observation plus surprenante est la vitesse asymptotique de l’îlot, ou de façon équivalente
la durée qu’il met pour eﬀectuer une rotation poloïdale ⌧rot = k1Ly/!tot, est indépendant de  0
et par conséquent de  ?, (voir Fig.(4.3.9)). Il dépend par contre des paramètres de transport
tels que la viscosité. Rappelons que pour  0 >  0s, l’instabilité de déchirement domine la
dynamique de génération de l’îlot et que m? décroît avec  0. En d’autres termes, les niveaux
des instabilités d’interchange et de déchirement magnétique ne régulent pas l’amplitude de
l’écoulement zonal. Une analyse plus détaillée montre cependant que les fluctuations du ZF
sont corrélées à l’intensité de la source d’énergie libre de l’interchange.
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Figure 4.3.9. Période de rotation poloïdale de l’îlot ⌧rot en fonction de  ?.
4.4. Les îlots générés par la turbulence ont-ils une signature particulière ?
4.4.1. De la diﬃculté de caractériser ces îlots par une signature. Il ressort glo-
balement de l’étude de la section précédente qu’il est important d’étudier le problème de la
génération d’un îlot de façon auto-consistante, i.e. où îlots et turbulence influencent mutuel-
lement leurs évolutions. Si on veut aborder ces questions expérimentalement, la première des
choses est de trouver la trace de l’origine turbulente des îlots par une signature particulière.
Néanmoins, comme nous l’avons vu au chapitre 2, dans ces dernières décennies, les propriétés
des îlots magnétiques et les caractéristiques de la turbulence ont été largement étudiées ex-
périmentalement de façon indépendante et la recherche d’une signature n’était pas l’objet des
travaux. Peu de papiers théoriques, aussi, ont abordé la question de l’impact de la turbulence
sur les échelles MHD [124, 125, 75, 40, 41]. Il s’agissait en fait de réduire la turbulence à
un mécanisme de transport anormal, i.e. une amplification des paramètres de transport. Dans
[?, 141, 135], le problème a été abordé de façon auto-consistante pour la première fois au
sens où îlots et turbulence influencent leurs propres évolutions au travers de leurs interactions
mutuelles. Il était montré que la turbulence peut fournir l’énergie libre nécessaire pour mo-
difier la dynamique de l’îlot. Dans [71, 92], la démonstration numérique qu’un îlot peut être
généré par une turbulence interchange est faite 5. Jusqu’à aujourd’hui, il n’y a pas de preuve
expérimentale qu’un tel mécanisme est en fait à l’oeuvre, même si cela pourrait donner des ex-
plications clefs sur le caractère imprévisible de la génération d’îlot, comme discuté au deuxième
chapitre, section 1.3. Rappelons par exemple, que d’un côté les NTM (3,2) au coeur du plasma
sont souvent générés par des précurseurs en dents de scie MHD [79]. D’un autre côté, les îlots
5. Une anecdote intéressante est qu’au cours d’une journée de discussion à Kyoto fin 2009, les deux équipes du
NIFS (japon) et du laboratoire PIIM ont présentés des résultats montrant la génération d’îlot par la turbulence
pour la première fois. Il s’agissait, étonnamment, de travaux disjoints, indépendants.
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Figure 4.4.1. Carte instantanée de pression dans le régime stationnaire :
(Gauche)  0 =  0.45, t = 4.104⌧A. (Droite)  0 = 1.16, t = 105⌧A.
(2,1) peuvent apparaître sans qu’aucun évènement MHD précurseur ne soit identifié, ni même
instabilité de courant induisant un déchirement magnétique déclenchée [70]. Il s’ensuit que la
détermination d’une signature spécifique des îlots générés par la turbulence serait importante
dans le but d’obtenir une preuve expérimentale de leur existence et d’améliorer les moyens de
contrôle de la dynamique des îlots magnétique dans les machines à fusion. Nous recherchons
maintenant une signature dans le cadre de notre modèle d’interchange résistif.
Expérimentalement, la détection d’îlot se déduit de l’aplatissement de la densité ou de la
température. Comme nous l’avons déjà discuté, cela a consiste à mesurer les profils de tem-
pératures à diﬀérentes positions poloïdales en utilisant des diagnostiques ECE ou de diﬀusion
Thomson [48]. Une piste naturelle consiste à regarder les propriétés d’applatissement de la
pression dans notre modèle. Ce dernier est bien observé comme on peut le voir sur les instan-
tanés de la figure (4.4.1). Il y a quelques “chahutages” des lignes isobares au voisinage du point
X liés à la turbulence mais leur détection supposerait une précision radiale très importante. On
pourrait aussi évoquer le fait que les graines d’îlots générés par la turbulence ont un taux de
croissance égal à deux fois celui de l’interchange. Néanmoins, dans le contexte de la physique
des tokamaks, cela serait diﬃcile à mesurer parce que cela correspond à un faible niveau de
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Figure 4.4.2. Profils de pressions à diﬀérents instants : (Gauche)  0 =  0.45.
(Droite)  0 = 4.02.
fluctuations magnétiques. La croissance de ces fluctuations continue au sortir de la phase PQL
mais alors, cette croissance n’a pas de caractéristique ou signature claire. Enfin, on pourrait
aussi vérifier qu’il n’y a pas d’instabilité de déchirement en mesurant le profil de q et donc
étudiant la stabilité de l’équilibre. Cela reste fort délicat car, d’une part, de faibles variations
de q peuvent modifier la nature stable/instable de cette instabilité et d’autre part, la mesure
du profil de q est expérimentalement fort délicate et souﬀre de faibles précisions [51].
À ce stade donc, nous n’avons pas de moyen de discriminer les îlots générés par une tur-
bulence interchange des autres, y compris en regardant les profils de pressions à diﬀérentes
positions poloïdales. Avant, de revenir sur cette question, il est opportun de clarifier l’origine
de l’aplatissement. En quoi diﬀère-t’il du cas où il est induit par l’instabilité de déchirement ?
4.4.2. Le caractère interchange du processus d’aplatissement de la pression dès
la phase PQL. Les figures (4.3.7-4.3.8) indiquent que la vitesse diamagnétique, non linéai-
rement, ne s’annule pas. En d’autres termes, le profil de pression ne tend pas à devenir par-
faitement plat dans l’îlot. Le tracé des profils est donné dans la figure (4.4.2) pour les cas
 0 =  0.45 et  0 = +4.02 à diﬀérents moment de l’évolution de l’îlot : La fin de la phase PQL,
i.e. quand les non linéarités sont sur le point de dominer d’un point de vue énergétique, durant
la phase non linéaire et dans le régime asymptotique où l’îlot tourne à une vitesse approxima-
tivement constante. Dans le cas où l’îlot est généré par l’instabilité de déchirement, il y a un
aplatissement clair du profil de pression, en particulier à la résonance, tandis qu’un gradient
de pression non nul persiste dans le cas d’un îlot induit par la turbulence. Ce gradient, noté
vs?, qui diﬀère de celui de l’équilibre, reste constant au cours du temps dès qu’on entre dans un
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Figure 4.4.3.  0 =  0.45 : Transferts d’énergie multi-échelles dominants
durant la phase PQL à t = 750⌧A.
régime non linéaire, vs?/v? ⇠ 0.4. Cette propriété est vraie essentiellement sur toute l’extension
radiale de l’îlot. La présence de tels gradient peut-être observée dans les modèles de diﬀusion
de la chaleur, non turbulent et à divergence de flux de chaleur nulle [123] lorsque ws/wc est
inférieur à 1. wc est la taille critique d’îlot au-dessus de la quelle l’aplatissement se produit
comme nous l’avons déjà discuté, dans le cas où la diﬀusivité parallèle est explicitement incluse
dans le modèle. Nous allons vérifier que w/wc est significativement au dessus de 1, même durant
la phase PQL. De plus, la figure (4.4.2) montre que la constance du gradient de pression non
linéaire est vérifiée, et donc générée, dès la phase PQL et est spécifique aux îlots induits par
la turbulence. Cette spécificité peut-être liée au fait qu’en l’absence de gradient de pression,
l’instabilité interchange serait stabilisée à l’intérieur de l’îlot, ce qui est en contradiction avec
le processus de génération et de maintien d’un îlot grâce à la turbulence. Il s’ensuit que ce
gradient devrait être fonction du niveau de la turbulence aux petites échelles et non au rapport
des diﬀusivités ou de w/wc.
En fait, durant la phase PQL, la modification du gradient de pression au voisinage de la
résonance v? ! vs? résulte du couplage des modes interchange, quand  0 est négatif. Le lien
avec les échelles interchanges peut être clairement établi en quantifiant le proportion d’énergie
transférée depuis les échelles interchanges vers les plus larges. Plus globalement, nous avons
calculé les fonctions de transfert d’énergie entre toutes les échelles ([92],[2]), spécifiquement
pour l’équation d’évolution de la pression. Ces fonctions sont notées, respectivement pour les
crochets [ , p] et ⇢ˆ2[ , j],  advp (m1,m2, t) et  ⇢ˆp(m1,m2, t). Elles mesurent l’énergie transférée
depuis les modes m1 et m2 vers le mode m = m1+m2 à travers leurs non linéarités respectives,
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i.e. le terme d’advection de la pression par l’écoulement ExB du plasma et celui proportionnel
à ⇢ˆ2. Par construction, et par symétrie, la définition des fonctions de transfert sont restreintes
au domaine (m1   0, |m2|  m1). Elles satisfont
dEp
dt
(m, t) = Lp(m) +
X
m=m1+m2
 
 advp (m1,m2, t) +  
⇢ˆ
p(m1,m2, t)
 
,(4.4.1)
où Lp(m) rassemble les contributions des termes linéaires à l’évolution de l’énergie du mode
m. L’impact de  ⇢ˆp d’un point de vue énergétique est faible comparé avec  advp (m1,m2, t) et
seul ce dernier est présenté sur la figure (4.4.3). Cette figure montre que seulement les échelles
interchange contribuent à la génération de fluctuations de pression aux grandes échelles m  1
et sont donc à l’origine de la commutation v? ! vs? dans la phase PQL. On peut aussi observer
que l’interaction des grandes échelles avec celles d’interchange aﬀaiblit leur propre croissance.
Pour être complet quant aux transferts dominants dans cette phase, nous montrons aussi  adv ,
qui est lié au crochet [ , ] et est la fonction de transfert dominante pour l’équation d’évolution
du flux magnétique. Elle confirme bien que les transferts d’énergie magnétique se produisent
aussi depuis les échelles interchange vers les grandes échelles et conduisent à la croissance de
l’îlot magnétique.
On peut donc conclure que l’instabilité d’interchange contrôle directement la valeur de vs?
dans l’îlot. De ces observations découle qu’une signature caractéristique permettant d’identifier
les îlots d’origine turbulente pourrait être la présence d’un gradient de pression fini et non nul
dans un îlot dont la largeur dépasserait la taille critique wc. On peut s’attendre quantitativement
à ce que le rapport trouvé à  0 < 0, vs?/v? ⇠ 0.4, ne soit pas universel et une caractérisation
paramétrique extensive et dans des conditions plus réaliste serait intéressante.
4.4.3. Mécanisme d’applatissement de la pression dans le régime nonlinéaire.
Dans la phase non linéaire, l’image simple de transferts multi-échelles précédemment décrite
n’est plus vraie et une analyse détaillée des mécanismes n’est pas un objectif que nous allons
poursuivre. Cependant, un des points notables est que le crochet [ , p] maintient un transfert
d’énergie des petites vers les grandes échelles, bien que les premières ne soient plus restreintes
essentiellement aux échelles où l’interchange était linéairement le plus instable. En outre, la
constance en temps et en espace du gradient de pression moyen vs? n’est pas intuitif de premier
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Figure 4.4.4.  0 =  0.45 : Instantané des fluctuations à t = 42125⌧A. De
gauche à droite,  ˜ and p˜ (sans les harmoniques m = 0 et m = 1), la vorticité et
le courant.
abord, dans la mesure où on ne peut réduire les transferts d’énergie à un simple mécanisme de
battement de mode linéaires. On peut cependant essayer de proposer un scénario heuristique.
En eﬀet, la structure dipolaire de l’écoulement du plasma dans l’îlot redistribue en permanence
les petites échelles turbulentes dans tout l’îlot, la source interchange étant localisée au voisinage
de la résonance [92]. Par conséquent, elle tend à homogénéiser spatialement la turbulence dans
l’îlot en rotation au fur et à mesure qu’il grandit et/ou sature en taille. Il s’ensuit que le gradient
de pression moyen qui mitige le niveau de turbulence devrait être aussi homogénéisé.
Cependant, l’instabilité d’interchange ne génère pas une turbulence homogène à l’intérieur
de l’îlot comme on peut l’observer sur la figure (4.4.4) montrant un instantané des fluctuations
 ˜, p˜, !˜, et j dans le référentiel tournant de l’îlot. Les modes m = 0 et 1 ont été soustrait sur
les deux premiers champs pour rendre visible la turbulence aux petites échelles. Les échelles
interchange tendent à s’accumuler dans la partie supérieure de l’îlot qui tourne vers le bas. Cette
asymétrie poloïdale indique que la rotation de l’îlot influence la distribution des fluctuations.
En outre les fluctuations diﬀusent le long des lignes de champ magnétique à une vitesse bien
supérieure à celle de la rotation : Le temps parallèle de diﬀusion ⌧k ⇠ L2y k ⇠ 7.5 est bien
inférieur au temps caractéristique de rotation des îlots n ⌧rot ⇠ 400. La trace du processus
de diﬀusion est visible sur l’instantané de p˜. Par conséquent, l’énergie fournie par l’instabilité
d’interchange est transférée vers les grandes échelles préférentiellement le long des lignes de
champ magnétiques situées vers le bord de l’îlot, au voisinage des séparatrices. Il en découle
que le courant et la vorticité sont localisés au niveau de la séparatrice avec des fluctuations
importantes au voisinage du point X reliées aux modes interchange instables (voir la figure
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Figure 4.4.5.  0 =  0.45. Fonction de transferts des diﬀérentes non-linéarités
dans la phase nonlinéaire à t = 31000⌧A : [Colonne de gauche] Fonctions de
l’équation de vorticité. [Colonne du milieu] Fonctions de l’équation d’évolution
des fluctuations de pression. [Colonne de droite] Fonctions de l’équation d’évolu-
tion du flux magnétique.
(4.4.4)). Une analyse détaillée indique que les transferts d’énergie vers le mode m = 0 depuis
les petites échelles se produisent de façon dominante via le terme d’advection relié à [ , p].
Ce dernier point est visible sur la figure (4.4.5), plus précisément sur le graphe de  advp où
les transferts se concentrent sur la ligne m1 = m2 . Les modes de faible nombre d’onde, en
particulier les modes m = 0 et m = 1, échangent en permanence de l’énergie au travers de
l’ensemble des nonlinéarités.
Enfin, une analyse précise des transferts d’énergie permet de voir que la parité de déchire-
ment est transmise aux petites échelles essentiellement par battement du mode m = 1 avec les
4.4. LES ÎLOTS GÉNÉRÉS PAR LA TURBULENCE ONT-ILS UNE SIGNATURE PARTICULIÈRE? 87
autres, de façon temporellement intermittente : Les fonctions de transfert dans la phase non-
linéaire avancée, à t = 31000⌧A, sont montrées sur la figure (4.4.5). On y observe des cascades
spectrales m ! m ± 1. En termes de bilan énérgétique, elles correspondent en général à des
moments de libération d’énergie par les grandes échelles en direction des petites. L’extension
de la cascade spectrale et donc des traînées verticales au niveau du mode m2 = ±1 oscille en
réalité au cours du temps. Cette cascade est particulièrement forte la première fois qu’elle se
produit et on en a aussi une trace sur le graphe correspondant à  0 = 1.16 sur figure (4.3.2) : à
la fin de la phase PQL, on observe que l’énergie du mode m? puis juste après du mode m? + 1
décroît significativement. La décroissance est liée à un couplage 1+ (m?  1)! m? qui abaisse
l’énergie contenue par la fonction propre pm? . Il est possible qu’il existe une taille critique ou
une aire critique d’îlot - dans le cadre du déchirement magnétique les deux sont reliés[107]- au
dessus de laquelle l’îlot est marginalement déstabilisé. Il relâche alors régulièrement l’énergie
provenant du moteur interchange en la redistribuant sur toutes les échelles. Cette énergie peut-
être éventuellement accumulée trop rapidement et cela dépendra du caractère intermittent de la
turbulence sous-jacente. L’intensité du relâchement d’énergie peut donc s’eﬀectuer par vagues,
ce qui expliquerait l’oscillation temporelle des traînées verticales de la figure (4.4.5) : la chaîne
m ! m + 1 dans les transferts d’énergie est donc d’intensité, profondeur d’échelles et période
d’occurence variables. On peut noter aussi, sur la figure (4.3.2), que les transferts d’énergie
vers les petites échelles des crochet [ , ] et [p, ] tendent à se compenser. D’une part cela
sous-tend qu’il y une réponse quasi-adiabatique dans la direction parallèle des électrons aux
échelles intermédiaires, rk(   p) ⇡ 0. D’autre part, cela est cohérent avec la robustesse éner-
gétique, que nous avions observé aux échelles intermédiaires, du spectre d’énergie magnétique
(cf. Fig.4.3.4) comparativement aux spectres d’énergie cinétique et de pression. On voit aussi
que c’est le tenseur de Maxwell, donc la structure de l’îlot, qui nourrit en énergie cinétique ces
échelles. Pour l’équation d’évolution de la pression, même si le terme proportionnel au tenseur
de Maxwell est important, le terme d’advection n’est pas négligeable.
Dans le régime nonlinéaire, on a donc un cycle qui maintient la structure magnétique de
l’îlot : 1) source interchange d’énergie lié au gradient de pression à la résonance ( s? 6= 0), 2)
pompage par battement de l’énergie aux grandes échelles qui maintient un applatissement du
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Figure 4.4.6.  0 =  0.45 : Instantané des contributions dominantes dans
l’équation d’évolution de la pression à t = 42125⌧A dans le référentiel de l’îlot.
gradient de pression 3) évacuation par couplage/cascade spectrale m! m+1 de l’énergie aux
petites échelles, 4) dissipation.
4.4.4. Un modèle de type longueur de mélange. L’analyse précédente a montré que
nous pouvons réduire dans une certaine mesure la dynamique du système à des interactions
à deux types de structures caractérisées par leurs échelles spatiales, en l’occurrence, l’îlot et
les modes d’interchange. La séparation à deux échelles est apparente sur la figure (4.4.6) où
des instantanés des crochets non linéaires de l’équation pour la pression, dans le repère de
l’îlot, sont montrés. On observe clairement que les structures qui alimentent énergétiquement
les champs sont aux échelles d’interchange et allongées le long des lignes de champs. Soulignons
qu’en termes d’amplitudes  k p ⇠  k     ⇢ˆ2[ , j]. En fait les contributions en  k tendent
à se compenser partiellement en raison de la réponse adiabatique dans la direction parallèle
des électrons. Cependant, contrairement au cas non turbulent, le terme convectif [ , p] n’est
pas du tout négligeable comparé avec ⇢ˆ2[ , j] (cf. Fig.(4.4.6)). Finalement, il est important de
souligner que dans le régime non linéaire, nous avons un état stationnaire seulement d’un point
de vue statistique, i.e. en moyennant les quantités sur un certain nombre de temps interchange.
En eﬀet, pour les modes interchange on a @t ⇠  s?.
On peut par conséquent s’appuyer sur une théorie de type longueur de mélange pour ob-
tenir une estimation des coeﬃcients de transport aux échelles de l’îlot. Notons les quantités
moyennées aux échelles de l’îlot par une barre supérieure et écrivons p = p¯ + p0. Cela signifie
que p¯0 = 0 et il s’ensuit que [ , p] = [ ¯, p¯] + [ 0, p0]. Considérons maintenant les fluctuations ou
cellules dominantes aux échelles interchange au voisinage de la résonance, situées dans la partie
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supérieure des graphes de la figure(4.4.4)) ,  p0 et   0. Comme ⌧k ⌧ ⌧isl, l’étirement de ces
fluctuations le long du voisinage des séparatrices ou des ignes de champ est rapide comparé à
la dynamique de l’îlot. Nous pouvons donc considérer que sur les échelles de temps de l’îlot, ces
fluctuations sont instantanément converties en fluctuations sur les échelles spatiales de l’îlot,
que l’on va noter  p¯ et   ¯. Il s’ensuit que
 p0l2⇤ ⇠  p¯Lyl⇤ ,
  0l2⇤ ⇠   ¯Lyl⇤ ,
où l⇤ = Ly/m⇤ est une estimation de la largeur des cellules interchange. La longueur parallèle
de l’îlot peut-être estimer approximativement à Ly. Par conséquent, en notant que  ? ⇠ l 2⇤ ,
@x ⇠ l 1⇤ and @y ⇠ k1, on obtient
[  0,  p0] ⇠ k1
L2y
l2⇤
[(  ¯)x p¯  ( p¯)x  ¯] ⇠  1 ? p¯   2 ?  ¯ .(4.4.2)
Les coeﬃcients de transport aux échelles de l’îlot sont  1 ⇠ L2yk1  ¯/w⇤ ⇠   0 et  2 ⇠  p0.
En remarquant ensuite que aux échelles interchange  s⇤ p0 ⇠ [  0,  p0] ⇠ k2⇤  0 p0 ⇠ k2⇤ p02, on
obtient  1 ⇠  2 ⇠  s?/k2⇤. De façon plus générale, une estimation des coeﬃcients de transport
dus aux non-linéairtés peut-être  turb? =  s?/k2? (ks? ⇠ k?) [92, 41]. Par conséquent, on peut en
conclure que la contribution de la source d’énergie libre interchange au mécanisme de diﬀusion
de la pression aux échelles de l’îlot peut être pris en compte en introduisant une diﬀusion
perpendiculaire anormale  turb? .
On devrait donc s’attendre à un aplatissement du profil de pression quand la taille de l’îlot
dépasse la taille critique wturbc =
p
8( turb? / k)
1/4
p
a/ky 2 [0.26, 0.43] pour des valeurs négatives
de 0. On conçoit cependant qu’il y a une certaine insuﬃsance théorique puisque l’aplatissement
ne semble pas pouvoir être total même dans la limite w   wturbc car l’instabilité à l’origine de
l’îlot serait alors supprimée. La clef est que l’aplatissement total est éviter par redistribution
d’énergie de pression sur toutes les échelles via la chaîne m! m+1. Il convient de mentionner
que, dans un travail récent [72], une diﬀusivité turbulente eﬀective a été calculée afin de prendre
en compte la force de résistance à la rotation de l’îlot dans le contexte d’une turbulence ITG. En
utilisant une diﬀusivité perpendiculaire, nous avions obtenu pour les simulations de ce travail
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un intervalle semblable en terme de taille d’îlot wmolc 2 [0.17, 0.34]. Dans tous les cas donc, nous
vérifions, dans ce travail, w > wc = max(wmolc , wturbc ), y compris durant la phase PQL dans une
large mesure et aussi lorsque  0 tend vers zéro, voir Fig.(4.3.4). Une étude précise des valeurs
seuils au dessus de laquelle l’aplatissement se produit n’est pas accessible avec cet ensemble de
simulations. Il serait intéressant de préparer une série d’expériences numériques pour comparer
les prédictions avec celles issues du modèle que nous venons de présenter. Soulignons, cependant,
que les estimations de seuil sont cohérentes avec les observations numériques.
4.5. Discussion
Dans ce chapitre, nous avons étudié les mécanismes amenant à un aplatissement de la
pression à l’intérieur de l’îlot dans les cas où, soit l’îlot est généré par l’instabilité de déchirement
aux grandes échelles en incluant les eﬀets de courbure, soit l’îlot est généré par la turbulence
interchange des petites échelles. Dans le premier cas, nous trouvons que les résultats sont
essentiellement en accord avec les prédictions théoriques [38], malgré la situation plus générale
que le calcul théorique : L’îlot est en eﬀet entraîné de façon auto-cohérente par le plasma et
par diamagnétisme d’une part. D’autre part, les frictions induites par la rotation sont pris
en compte. Dans le cas où la turbulence génère l’îlot, on observe aussi un aplatissement du
profil de pression dans l’îlot. Une question importante était de savoir si il y a une possibilité de
discriminer de tels îlots des cas où c’est l’instabilité de déchirement qui les génère. Il s’agit d’une
étape nécessaire si on souhaite aboutir à la démonstration expérimentale de leur existence. Nous
trouvons le profil moyen de pression à l’intérieur de l’îlot n’est jamais complétement aplati, en
particulier au voisinage de la couche résistive où les modes interchange croissent. Il s’agit là en
fait d’une “signature” qui leur est propre. Cela est lié au fait qu’un profil plat tuerait l’instabilité
d’interchange qui en est à l’origine et le maintient. Un autre fait marquant est que le profil de
pression dans l’îlot est constant en temps et en espace. Nous avons pu interpréter cela en
termes de mise en place d’un équilibre local entretenu entre le profil de pression au voisinage
des séparatrices et les fluctuations d’énergie aux échelles interchange localisées au niveau des
couches résistives, y compris celles entourant les séparatrices par le mécanisme d’advection de
l’écoulement fluide.
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Nous avons proposé un modèle de type longueur de mélange pour prendre en compte la
turbulence interchange aux petites échelles dans les prédictions de taille critique d’îlot indui-
sant un aplatissement partiel. Ce type d’approche a été extensivement utilisé en mécanique
des fluides neutres dans le contexte, fort diﬀérent, de turbulence homogène 2D. L’hypothèse
d’homogénéité est fausse dans notre cas parce que la turbulence est induite par des modes
instables localisés au voisinage de la résonance. Néanmoins, nous avons montré que le concept
de coeﬃcient anormal pouvait rester encore valide en spécifiant un modèle qui le reliait aux
échelles interchange. L’ensemble des simulations de cette étude ne contredit pas ce modèle, dans
la mesure où la taille critique était dépassait dès la phase quasi-linéaire. Une étude détaillée
de situations où la taille d’îlot en régime nonlinéaire ne dépasse pas la taille critique serait
intéressante, notamment pour évaluer précisément la validité du modèle.
Nous avons aussi étudié les propriétés dynamiques des îlots magnétiques. Dans l’espace
de paramètres que nous avons balayé, nous avons trouvé que la vitesse de rotation poloïdale
de ces derniers est indépendante du niveau de la source qui induit leur dynamique, que ce
soit dans le cas interchange ou dans le cas déchirement. Dans le régime asymptotique non
linéaire, lorsque  0 < 0, l, le taux de croissance de l’interchange est aussi réduit par un facteur
indépendant du niveau de la source. Bien que l’îlot tourne essentiellement à la vitesse ExB,
nous avons montré qu’il n’y a pas de stabilisation ExB de la turbulence. Cette dernière est due
à la modification non linéaire du gradient du profil de pression dans l’îlot. Finalement, en se
focalisant sur les mécanismes de transfert d’énergie entre les échelles interchange et de l’îlot,
nous avons montré que, et l’îlot et l’aplatissement de pression sont très directement contrôlés
par les échelles interchange dans la phase PQL et qu’aucun mécanisme de cascade directe n’est
présent. Les transferts d’énergie dans la phase pleinement non linéaire ont aussi été abordés. En
particulier la chaîne de redistribution d’énergie vers les petites échelles m! m+ 1 a été mise
en évidence. Nous avons aussi montré que la nature des petites échelles turbulentes est modifié
par la présence d’un îlot, en discutant notamment la nature des modes qu’il induit. Il serait
intéressant de s’intéresser aux conséquences, en terme de transport, que cela éventuellement
induit [82].

Chapitre 5
Génération d’îlots magnétiques par une turbulence de bord éloignée
de la surface résonante 1
5.1. Génération d’un îlot magnétique par une turbulence de bord
Ce chapitre est abordé via un papier récent [109]. Nous considérons le cas d’une multiplicité
de surfaces résonantes, la densité de résonances à faible rationalité dépendant du profil de q.
On s’intéresse plus spécifiquement au rôle que pourrait jouer la turbulence de bord dans la
génération d’îlot magnétique (2,1) dont la surface résonante q = 2 ne serait pas éloignée du bord
r = a. Cette situation est potentiellement intéressante pour ITER dans le cas des scénarii dits à
faibles cisaillements ou faibles renversements du profil de q [73]. Le modèle est particulièrement
simplifié car, pour analyser les mécanismes, on a considéré un équilibre relativement dépouillé
de complexité, la turbulence ITG du cœur du tokamak n’étant pas considérée. On montre que la
turbulence de bord semble assez significative pour induire à distance un îlot graine suﬃsamment
important pour déclencher un NTM. Nous poursuivons par ailleurs cette piste actuellement en
considérant des situations plus réalistes, et en particulier une géométrie pleinement torique. Les
transferts d’énergie devraient en eﬀet être aﬀectés par les courbures et la nature précise de la
turbulence. Il s’agit aussi d’inclure la turbulence ITG au niveau du cœur du tokamak.
1. Cette partie profite de la collaboration que j’ai avec A. Poyé [104]. Une description détaillée du code
numérique avec lequel les simulations numériques ont été eﬀectuées se trouve aussi dans [104].
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We investigate, through extensive 3D magneto-hydro-dynamics numerical simulations, the
nonlinear excitation of a large scale magnetic island and its dynamical properties due to the
presence of small-scale turbulence. Turbulence is induced by a steep pressure gradient in the edge
region [B. D. Scott, Plasma Phys. Controlled Fusion 49, S25 (2007)], close to the separatrix in toka-
maks where there is an X-point magnetic configuration. We find that quasi-resonant localized inter-
change modes at the plasma edge can beat together and produce extended modes that transfer
energy to the lowest order resonant surface in an inner stable zone and induce a seed magnetic
island. The island width displays high frequency fluctuations that are associated with the fluctuating
nature of the energy transfer process from the turbulence, while its mean size is controlled by the
magnetic energy content of the turbulence.VC 2015 AIP Publishing LLC.
[http://dx.doi.org/10.1063/1.4916580]
Understanding reconnection phenomena in fusion devi-
ces is an important issue for ITER and other future tokamak
based reactors. In fact, events associated with magnetic
reconnection1,2 such as the onset of neoclassical tearing
modes (NTM)3 and the development of large scale magnetic
islands are a major worry for tokamak plasma confinement
and device safety. These island structures can have several
deleterious effects such as confinement degradation4 due to
enhanced transport, loss of energetic particles from the
plasma core2 and sometimes termination of the discharge
through a major disruption that can cause serious damage to
the plasma facing components. The study of NTMs is there-
fore receiving serious attention these days and there are sev-
eral basic aspects of these modes that are still not well
understood. NTMs normally require pre-existing seed islands
to grow. These seed islands, such as the m/n¼ 3/2 magnetic
islands (m and n represent here, respectively, the poloidal
and the toroidal mode numbers of the magnetic perturbation)
localized at the q¼ 3/2 resonant surface, are often triggered
by relaxation oscillations of the plasma core, the so called
sawtooth activity, consisting of periodic sudden drops of the
plasma temperature and density followed by approximately
linear growths. Sawteeth oscillations occur at the q¼ 1 sur-
face5 and their period has been identified as a key parameter
that influences the onset of the 3/2 NTM.6 However, it has
often been experimentally observed that a 2/1 NTM can de-
velop without any associated magneto-hydro-dynamics
(MHD) triggering activity either in the core or in the edge of
the tokamak. Such has been the case, for example, in many
of the JT60U experimental shots, where in the high confine-
ment regimes about 80% of the discharges7 showed the for-
mation of a 2/1 island without any MHD trigger. Similar
observations have also been reported from the ASDEX
Upgrade tokamak experiments.8 More generally, the onset
conditions of a 2/1 NTM in large tokamaks, or in other
words the origin of the seed islands, required for the growth
of NTMs, still remains an open question and has significant
implications for future fusion reactors. In this paper, we dis-
cuss a mechanism which can generate magnetic islands with-
out any MHD triggering events but is based on nonlinear
processes associated with the existence of turbulence in the
tokamak edge region. The size of such turbulence induced
islands is found to be large enough to allow the development
of an NTM instability.
The possibility of a nonlinear excitation of magnetic
islands from an ambient high frequency turbulence has been
proposed in the past largely motivated by the fact that
macro-scale MHD instabilities (magnetic islands) and micro-
scale turbulent fluctuations are often found to coexist in a
tokamak plasma. One of the earliest suggestions based on
the mutual interactions between these two kinds of fluctua-
tions was made in Ref. 9 where the occurrence of internal
disruptions was attributed to turbulent phenomena. More
recently, the importance of multi-scale interactions has been
clearly highlighted both experimentally10 and in several the-
oretical studies. Further evidence of such a mutual interac-
tion has come from experimental measurements that show a
strong correlation between electrostatic fluctuations and
MHD activity and the observation that edge electrostatic
fluctuations can be decreased by suppressing internal tearing
mode activity.11 Experiments on JT-60U have also shown
that a resistive interchange mode can trigger a major collapse
of the discharge by nonlinearly coupling with a remote tear-
ing mode.12 These experimental observations have also
inspired a number of numerical investigations that have
sought to explore the mutual interaction between these dis-
parate modes13–16 and to delineate the role of turbulence in
this context. An important result obtained from 2D nonlinear
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simulations is that when the tearing mode is marginally sta-
ble, the nonlinear beating of the fastest growing small-scale
interchange modes in the vicinity of a low order rational sur-
face can drive locally a magnetic island.17 In the edge region,
turbulence is in essence induced by interchange modes with
an instability threshold, including drift waves.18,19
However, several basic questions still remain unre-
solved. Very often, as experimental observations show,12
interchange turbulence and MHD modes are not necessary
located on the same resonant surface. A distant interaction
between edge turbulence and inner islands might also be at
play, and possibly, explain the correlation sometimes
observed between edge localized modes and NTMs. For
instance, the ITER reference case, the so-called “ELMy
H-mode plasma operation scenario” with a radially mono-
tonic magnetic profile induces various NTMs.20 These points
raise the question of whether or not turbulence can remotely
destabilize a tearing mode and create seed magnetic islands.
To address this problem, we have gone beyond previous 2D
simulations (mono-helicity with a single resonance) and car-
ried out extensive numerical simulations using a 3D (multi-
helicity with a q profile) fluid model that allows us to
observe the dynamics of interchange turbulence, driven by
pressure gradient in a curved magnetic curvature field con-
figuration at the tokamak edge, and to also study the subse-
quent stages of nonlinear evolution that eventually leads to
the excitation of a 2/1 island. Our results show a strong cor-
relation between the mean size of this island and the level of
magnetic energy in the turbulence, as well as the presence of
radial fluctuations in the island width that arise from the
oscillating nature of the energy transfer from the turbulence.
Our simulations are carried out on a minimalist three-
dimensional cylindrical plasma model in (r, h, z) coordinates,
based on the two fluid Braginskii description of a collisional
plasma in the drift approximation with cold ions.21 Our
model includes neither core turbulence physics, where a
gyrokinetic description is necessary, nor q" 3/2 MHD
physics.
However, it includes magnetic curvature and electron
diamagnetic effects15
@tw ¼ rk/#rkPþ gj; (1)
@txþ /;xf g ¼ rkJ # jr @hpþ !!?x; (2)
@tp ¼ fP;/gþ q^2fW; Jgþ v?!?p; (3)
where each field is composed of an equilibrium and a pertur-
bation quantity. The dynamical field quantities are the mag-
netic flux W ¼ weq þ w, the electrostatic potential fluctuation
U ¼ /, and the electron pressure P ¼ Peq þ p. x ¼ D?/ is
the vorticity and j ¼ D?w is the current density perturbation.
g is the plasma resistivity, ! is the plasma viscosity, and v?
is the perpendicular diffusivity. The operators are the
Poisson’s bracket a; bf g ¼ 1r @ra@hb# @rb@haÞð , the parallel
gradient to the magnetic field rka ¼ fw; ag# @za and
the perpendicular Laplacian D?a ¼ @r2aþ 1r @raþ 1r2 @ha.
Equations (1)–(3) are normalized using the characteristic
Alfv!en speed vA, the magnetic shear length L?, and the
Alfv!en time sA ¼ L?=vA. For a given equilibrium, a high
enough value of the curvature parameter j will drive the
interchange instability. We have fixed j¼ 0.1. In order to
study the impact of the unstable interchange modes present
at the plasma edge on the island formation at the inner
rational surface of q¼ 2, the plasma equilibrium profiles are
suitably chosen as shown in Fig. 1(a). The equilibrium q-pro-
file and the dissipative parameters (g ¼ 10#4; ! ¼ 3' 10#5,
and v? ¼ 10#5) are chosen such that the q¼ 2 resonant sur-
face is in the stable region for both the interchange and
the tearing instabilities. The normalised hybrid fluid Larmor
radius q^2 is taken to be equal to 2' 10#4. Such parameters
correspond to typical values at the edge of large Tokamaks
such as JT60U (Te¼ 3 keV, ne ¼ 4' 1019m#3, a¼ 1m,
Btor ¼ 4T) and moderately overestimate the expected
ve,?¼ 5m s#2 because of numerical constraints. The
Lundquist number g#1 is several orders of magnitude lower
than in experiments, which is mandatory in numerical stud-
ies. However, as in the case where the island is generated by
a tearing instability, the island size at saturation for our
mechanism should also not depend on the resistivity level.23
In the context of the turbulence generated island, the key pa-
rameter is the anomalous quasi-linear diffusion coefficient
D ¼Pcm;n>0m;n cm;nm2þn2 which is a measure of the energy source
level for turbulence. It can potentially control the asymptotic
island size contrary to the Lundquist number as we shall see.
Note that the JT60U experimental parameters are similar
to the Hybrid Scenario in ITER7 and that the range of the
q values in our simulations corresponds roughly to 15% of
FIG. 1. (a) Magnetic and pressure equilibria. (b) Linear growth rates of reso-
nant modes. The shaded area is the radial location of the interchange
instability.
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the small radius a in ITER like scenarios. The numerical
setup is made explicit in Fig. 1(b) where the linear growth
rates c of the resonant modes are plotted as a function of q.
They are all negative at q¼ 2. These resonant modes are
characterized by low order helicities m=n 2 ½qmin; qmax). The
Fourier decomposition of the fields is defined as wðr; h; z; tÞ
¼Pm;n2Z wðm;nÞðr; tÞ expðimhþ iknzÞ with kn ¼ 2pn=Lz.
The computational box sizes are r 2 ½0:5; 1:5) and Lz ¼ 2p.
We also impose an equilibrium pressure gradient P0eq < 0
(v*¼ 0.01) located at the plasma edge (r * rp) such that,
in this area, unstable resistive interchange modes dominate
linearly and develop nonlinearly into a turbulent regime.
Fig. 1(b) confirms this picture. To identify in Fig. 1(b), the
nature of the instability of each resonant mode, we have used
the fact that, in cylindrical geometry, the structure of the
eigenfunctions wðm;nÞðrÞ; /ðm;nÞðrÞ; pðm;nÞðrÞ provides a clear
indication of its nature. For instance, the magnetic flux per-
turbation of an interchange mode is localized in the vicinity
of its resonant surface, where it presents a sign inversion. It
has also a high poloidal number, see for instance the 23/10
mode in Fig. 2(a). This is the opposite for a tearing mode.
The remote impact of a strong edge pressure gradient
on island formation on low order resonant surfaces is
now investigated by means of nonlinear simulations of
Eqs. (1)–(3). A semi-spectral code in cylindrical geometry is
used including a 2/3 dealiasing rule in the periodic directions
with resolutions reaching 256 poloidal modes, 128 axial
modes, and 128 grid points in the r (radial) direction. After a
short linear phase, the subsequent evolution of the dynamics
can be broadly classified into three regimes. First, there is a
quasi-linear regime characterized by an amplification of low
m resonant modes arising from the beating of the dominant
linearly unstable interchange modes located in the edge zone
(r * rp). This is consistent with earlier 2D slab studies in
Ref. 17 where interchange modes were taken to be located
on the same and unique resonant surface. Of course, mag-
netic islands are not generated everywhere in tokamak plas-
mas and we will shortly specify some 3D selective process
that limits the number of resonant surfaces where islands
grow. We do observe the beating mechanism during this re-
gime of strongly overlapping resonant modes. We illustrate
it in Fig. 2(a) where a efficient beating of (23, 10) and (16, 7)
interchange modes amplifies the (7, 3) at a growth rate
cQL7;3 + cL23;10 þ cL16;7 , cL7;3. It presents a tearing mode struc-
ture owing to the symmetries of the nonlinear terms
involved.17 In this case, three modes are at play and their re-
spective resonant surfaces are located around the same radial
position, which maximizes the resonant condition kk - 0.
Thus, the resulting mode will become a dominant mode in
the turbulent area in the asymptotic non-linear regime, see
Fig. 4(a). Let us specify that the direct coupling of the inter-
change linearly dominant modes do not efficiently generate a
(2, 1) mode in the quasi-linear regime, simply, because the
resonance surface q¼ 2 is not located in the turbulence area
where coupling occurs and linear dissipation limits the am-
plitude of the mode. At the end of the quasi-linear regime,
thanks to the interplay of the interchange modes localized in
the turbulent area, only a few medium-scale modes dominate
energetically. Namely, in the present case, they are the
(7, 3), the (5, 2), and the (9, 4) modes.
In a similar case, not detailed in the present letter, where
qmin is slightly above 2, long time dynamics would result in
the generation of a dominant (5, 2) magnetic island22 through
nonlinear couplings. The dominant modes present a tearing-
like shape, see Fig. 2(b). The reason is that, owing to the
symmetries of the modes and the equations, the coupling of
tearing-like modes will generate a mode of similar nature as
long as the resonant condition is fulfilled. In other words, the
turbulence tends to select only one mode, possibly a few,
presenting an island structure. Let us emphasize that this
selective cascading process is different from the coalescence
phenomena23 which involves modes with identical helicities.
In the present study, the q¼ 2 surface is present and the
selective process differs. Indeed, the next regime after the
quasi-linear phase and labelled “Non-linear 1” in Fig. 3(b) is
characterized by the progressive emergence of a (2, 1) mag-
netic island at q¼ 2. It occurs thanks to the non-linear inter-
actions of a few modes and on resistive times. In fact, the
FIG. 2. (a) Magnetic eigen functions of (23, 10) and (16, 7) modes which gen-
erate, by an efficient beating, the mode (7, 3) during the quasi-linear phase.
(b) Magnetic eigen functions of (9, 4), (7, 3), and (5, 2) modes which gener-
ate, by radial overlapping, the mode (2, 1) during the asymptotic regime.
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statistically saturated and dominant (5, 2) mode created
within the turbulence area is not localized but is extended
radially: its mode function reaches the q¼ 2 surface where it
acts as a source of magnetic fluctuations. As a consequence,
at the beginning of this phase, we observe a (5, 2) magnetic
island on this latter surface. More precisely, in Fig. 3(a), the
island size ws as a function of time is drawn. ws is defined as
the maximal radial extension between the separatrices. ws;m=n
is the same quantity except all the modes but (m,n) are fil-
tered out in order to make the measurement.23 During this
phase ws + ws;5=2. However, as shown in Fig. 2(b), all the
three tearing-like dominant modes generated in the previous
phase are not localized and cross the surface q¼ 2.
Therefore, as the resulting triad interactions naturally
amplify the (2, 1) mode and its first harmonic, the resonance
condition is also fulfilled. Thus, there is an efficient reso-
nance between this latest surface and tearing like modes
which allows the growth of the (2, 1) magnetic island. We
observe that the relative contribution of the latter mode to
the island size progressively increases and dominates at the
end of this phase. One also notes the absence of the (0, 0)
mode in the island composition which is an indication that
the island is not driven by a classical tearing or, possibly,
that it is marginally unstable.22 This feature can also be
viewed as a signature of turbulence driven islands. We would
also like to point out that the pressure profile is clearly modi-
fied in the inner zone and that there is a significant pressure
flattening in the vicinity of the q¼ 2 surface.24 However, we
have checked that the nonlinear modifications of the mean
profiles do not destabilize any mode in the inner zone r < rp,
neither the interchange nor the tearing.
Finally, around t=sA + 7000, the system reaches a full
non-linear regime where all the modes have statistically satu-
rated. The final steady state is the result of two mechanisms
which balance each other: first, an interplay of the (9, 4),
(7, 3), and the (5, 2) modes feeds the (2, 1) mode on the
q¼ 2 surface, and second, this latter mode beats non-linearly
with the (7, 3) to maintain the (5, 2) mode, and so on (see
Figs. 2(b) and 4(a)). There is in fact a permanent redistribu-
tion of the energy between these modes. Ultimately, in each
area, the system tends to select the perturbations in reso-
nance with the lowest order rational surface available. It
relies on the fact that, first, a low order resonant mode is fed
by a recursively large number of triad interactions. Second,
two low order resonant modes tend to have distant resonant
surfaces.
An open question to analyse is what controls the maxi-
mal seed island size: whether it depends on the free energy
source that creates the turbulence and its energy content, i.e.,
the amount of energy of fluctuations at a given time. The
free energy is drawn from the mean pressure gradient
through the linear interchange mechanism. The energy
source level is controlled by the fluid Larmor radius
(q^2 ¼ ½1:5' 10#4; 4' 10#4)) and the property @D=@q^ < 0.
Fig. 4(a) presents the mean magnetic energy of dominant
modes during the steady state regime. It shows that the (2, 1)
FIG. 3. (a) Time evolution of the island size on the resonant surface q¼ 2:
(5, 2) and (2, 1) modes are the two main contributors to the island size. The
diagnostic time step equals 20sA. (b) Snapshot of the magnetic flux during
the regime “Non-linear 2”: Observation of a (2, 1) island in the inner zone.
The dotted-dashed line delimits its frontier with the edge turbulence zone.
FIG. 4. (a) Magnetic energy spectrum of dominant modes during the asymp-
totic regime. (b) Impact of the quasi-linear coefficient D on the saturated
island width. The error bars correspond to the standard deviation. The grey
mark corresponds to a slightly different pressure profile where the right ra-
dial band where Peq is constant has been reduced, compared to Fig. 1(a).
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saturation level (and as a consequence the mean saturated
island size) is of the order of the magnetic energy fluctua-
tions of dominant modes in edge turbulent zone, in other
words the turbulence level. To estimate the link between the
energy source and the island, in Fig. 4(a), we draw the mean
island size "w computed during the non-linear phase 2 as a
function of D. As observed in the mono-helicity context,17 "w
is weakly dependent on the anomalous diffusion coefficient
Dðq^; v?;…Þ. The error bars drawn correspond to the stand-
ard deviation. They emphasize that, in contrast with the
mono-helicity case, island sizes can fluctuate strongly, up to
30% in our set of runs. Those fluctuations occur without any
noticeable modification of the properties of the turbulence,
in other words, without any specific triggering event.
Specifically, our numerical runs with different values of re-
sistivity show that w(D) does not have a significant depend-
ence on the resistivity. Quantitatively, we find that the island
sizes in Fig. 4(b) correspond to roughly 2% of a. If we pro-
ject by linear extrapolation these results to lower D values
expected in large Tokamaks, we obtain a lower estimate of
the relative island width w=a - 1:5%. It is of the order of
magnitude of the expected critical island size in ITER.25
Note that an extensive analysis in term of energy transfers
would be required to properly show that the interaction
between these modes is the dominant interaction process.
However, the activity of the small scale interchange modes
cannot explain the time fluctuations of the energy of the
dominant modes, such as the one observed in Fig. 3(a),
where it appears in-directly that the mode (5,2) and (2,1) are
temporarily in opposition of phase.
To summarize, we have shown that small scale edge tur-
bulence can remotely generate seed magnetic islands on low
order rational surfaces. A two step mechanism is at play:
First, nonlinear quasi-resonant beatings produce a partial
condensation among locally resonant modes, and select radi-
ally wide dominant modes in the edge turbulent area.
Second, these tearing-like modes overlap each other on the
q¼ 2 surface and amplify the (2, 1) mode. The growth
presents important high frequency fluctuations. We have
shown that the asymptotic mean island size is directly linked
to the energy content of the turbulent modes in the edge
region and tends to scale linearly with the energy source
level D. It shows that in the context of an NTM, a critical
seed island could be triggered without any modification of
the turbulence characteristics or specific triggering event. In
an ITER scenario, the NTM is expected to be unstable26 and
therefore, large seed islands will induce NTM instability. A
better understanding of this problem may allow one to opti-
mize the ECCD power to dynamically control an NTM,
which is one of the technologically challenging issues for
ITER operation.20 However, toroidal mode coupling is
known to impact the growth of NTM in presence of external
MHD perturbations.27,28 The impact of toroidal mode cou-
pling in the context of turbulence driven seed islands needs
to be investigated.
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Figure 5.2.1. Instantané des fluctuations magnétiques dans le régime non-
linéaire asymptotique. [Gauche] L’image provient d’une des simulations non li-
néaires de la section précédente. [Droite] Même paramètres de simulation qu’à
gauche, sauf que ⌫00 ⌧ ⌫.
5.2. Rôle de l’écoulement zonal dans la dynamique d’une graine d’îlot induite par
la turbulence
Un des problèmes inhérent à une approche fluide est que l’écoulement poloïdal du plasma
induit par la turbulence, est faible comparé à ceux observés dans les simulations gyrocinétiques
[84]. Cet écoulement est aussi appelé “écoulement zonal” ou “zonal flow” et/ou de sigle “ZF”.
Il agit comme un modérateur du niveau de la turbulence est tend à inhiber la coalescence des
tourbillons turbulents car du fait de son cisaillement, il les déchire. Il freine par conséquent
les processus potentiels de cascades inverses ou de battement de modes. Dans le graphe de
gauche de la figure (5.2.1), un instantané du champ des fluctuations magnétiques dans le régime
nonlinéaire est présenté. On observe clairement que la largeur de l’îlot est comparable à la
taille des structures turbulentes. Elles ont elles mêmes de extensions et/ou des nombres d’ondes
caractéristiques plus importants que les structures les plus instables linéairement. Afin d’inclure
le mécanisme cinétique naturel des plasmas de tokamak de génération de ZF, nous injectons
dans notre modèle fluide un mécanisme simple d’atténuation de la dissipation aux échelles
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zonales (m,n) = (0, 0). En gardant les notations du papier de la section précédente, il s’écrit :
@
@t
! + { ,!} = rkJ   r
@
@✓
p+ ⌫ ?! + (⌫00   ⌫) ?!00 ,(5.2.1)
@
@t
 = rk  rkP + ⌘j ,(5.2.2)
@
@t
p+ { , P} = ⇢ˆ2 { , J}+  ?r2?p .(5.2.3)
Ainsi ⌫00 et et !00 sont respectivement le coeﬃcient de viscosité et les fluctuations de vorticité
du mode (0, 0). Dans la figure (5.2.1), on avait ⌫00 = ⌫. Dans le graphe de droite, on obtient
qu’en faisant tendre ⌫00 vers zéro, la turbulence se caractérise par des nombres d’ondes caracté-
ristiques comparables au nombres d’ondes où l’instabilité se développe : Le mécanisme partiel
de coalescence des structures turbulentes vers les grandes échelles n’est plus présent. L’origine
en est que l’objectif de ne pas freiner la génération du ZF, v0 = f 000, par dissipation a été
atteint, comme on peut le constater sur la figure (5.2.2). On notera que l’écoulement zonal est
concentré au niveau de la zone turbulente essentiellement (en grisé sur la figure) et n’a pas
été amplifié au niveau de la surface résonante q = 2. La structure cisaillée du ZF tend, en les
advectant de façon diﬀérentielle, à déchirer les structures de cette turbulence anisotrope, qui
tendraient à fusionner en son absence [136].
Par rétroaction directe sur les échelles turbulentes, il peut aussi agir comme un modérateur
de la turbulence. Dans le contexte de cette étude, on peut se demander si l’îlot est encore généré
dans la zone stable où se trouve la surface q = 2 et si sa taille en est aﬀectée ? En premier lieu,
on retrouve le fait que la zone reste stable non linéairement en dépit des relativement fortes
fluctuations en pression du modes (0,0) et du ZF, voir figure (5.2.3). Quant aux fluctuations
magnétiques, elles restent faibles énergétiquement par rapport à l’équilibre.
Néanmoins, comme on peut le voir sur la figure (5.2.1), il y a des fluctuations magnétiques
caractéristiques d’un îlot q = 2 dans la zone stable. L’amplitude apparaît plus faible d’un
facteur deux, si on compare au cas ⌫00 = ⌫. En fait, l’amplitude de l’îlot et plus spécifiquement
sa largeur w(t), d’une part, oscille sur des échelles de temps longues, et d’autre part, présente
un niveau de fluctuations aux échelles rapides bien moins importants qu’en l’absence de ZF
(⌫0 = ⌫). Ces aspects sont extrêmement clairs lorsqu’on trace les graphes w = w(t) pour les
deux cas, voir figure (5.2.4). Nous ne présenterons pas dans ce manuscrit une étude détaillée
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Figure 5.2.2. Profil des écoulement zonaux en fonctions de ⌫00/⌫. Mêmes si-
mulations que le graphe précédent.
x 10⌅3
0.5 0.7 0.9 1.1 1.3 1.5
1
2
3
4
-1
0
1
0.5 0.7 0.9 1.1 1.3 1.5
Figure 5.2.3. Profil des équilibres et des modes (0,0) dans la phase nonlinéaire.
Mêmes simulations que le graphe précédent (⌫00 6= ⌫). On notera la stabilisation
de la zone turbulente par applatissement de la pression à droite qui joue le rôle
de zone tampon numérique avec le bord.
les raisons de cette dynamique d’îlot fort diﬀérente, suivant qu’on laisse ou non croître un
ZF. Précisons, néanmoins qu’un mécanisme de type prédateur-proie présentant une certaine
intermittence temporelle est à l’œuvre. Il ne s’agit pas comme dans [29] d’un mécanisme proie-
prédateur entre la turbulence de dérive et l’écoulement zonal. Il y a en fait un jeu à trois
entre l’îlot, la turbulence petites échelles et l’écoulement zonal. Ce mécanisme tend à tuer les
fluctuations rapides de la dynamique de l’îlot et peut provoquer un rétrécissement conséquent de
ce dernier : sa taille décroît d’un facteur deux sur la figure de droite de (5.2.4)) sur des échelles
de temps longues avant d’être à nouveau déstabiliser et subir une croissance exponentielle qui
ramène l’îlot au voisinage de sa taille maximale. Un point important est que la taille maximale
5.2 RÔLE DE L’ÉCOULEMENT ZONAL 103
0 2 4 60
0.1
0.2
4x10
0 2 4 6
x104
0
0.1
0.2
Figure 5.2.4. Taille des îlots en fonction du temps pour les mêmes simulations
que la figure précédente. En noir, les valeurs moyennes w¯(t) sont tracées. En
couleur, les valeurs instantannées w(t) sont tracées. [Gauche] ⌫00 = ⌫. [Droite]
⌫00/⌫ = 3.3 · 10 3.
de l’îlot n’est pas impactée par la présence de l’îlot. Or c’est justement la taille maximale atteinte
par l’îlot qui détermine si un NTM peut être ou non généré. Il en ressort que les conclusions
dressées à la section précédente, i.e. dans [109], reste valable en présence d’un écoulement zonal.
Enfin, ce comportement de déstabilisation non linéaire de l’îlot n’est pas sans rappeler les FIR-
NTM observés expérimentalement. En eﬀet, similairement à l’étude discutée, les FIR-NTM se
caractérise par une oscillation de la taille de l’îlot au cours du temps. Ils apparaissent au dessus
d’un  N critique, ce que nous avions discuté à la section 1.2, voir aussi la figure (1.2.1). Pour
réellement, voir si la turbulence est à l’origine des FIR-NTM, il faudrait eﬀectuer cette étude
dans le cadre des NTM, i.e. en incluant à minima la physique du courant de bootstrap dans le
modèle et s’intéresser à la dépendance en   de ce mécanisme.

Chapitre 6
Conclusion et perspectives
Les plasmas de tokamak se caractérisent par des fluctuations turbulentes présentent sur une
large gamme d’échelles spatio-temporelles. Des instabilités d’échange sont pour une large part
à l’origine de cette micro-turbulence. Une classe importante de perturbations de l’équilibre aux
grandes échelles est celle des îlots magnétiques. Ils peuvent être générées par des instabilités de
courant. Historiquement, nous l’avons vu, turbulence et îlots ont été étudiés séparément car les
échelles caractéristiquent ne se recoupent pas, ni même les niveaux de fluctuations en jeu. Ces
dernières années, les contours de cette séparation ce sont progressivement eﬀacés et l’influence
de la turbulence sur les îlots magnétiques et inversement est devenu un sujet motivant un
nombre croissant d’études.
Dans ce manuscrit, nous avons visé à d’établir un pont entre les problématiques et les
questions non résolues liées à la présence d’îlots magnétiques dans les tokamaks (chapitre 1), les
diﬃcultés expérimentales à l’origine de ce manque de compréhension, les résultats d’expériences
indiquant un lien entre îlots et turbulence (chapitre 2), et les expériences numériques que nous
avons réalisées qui tracent des pistes pour mieux comprendre qualitativement ces interactions
multi-échelles (chapitres 4 et 5). Le chapitre 3 où le modèle fluide est dérivé a été aussi utilisé
pour discuter certains aspects problématiques de l’approche fluide comme l’adéquation de la
hiérarchie de dérive à notre problématique ou la modélisation du tenseur de pression et des flux
de chaleur parallèle.
Au travers du modèle simple et relativement générique que nous avons utilisé, qui en parti-
culier se limite à un plasma où les températures des électrons et des ions sont fixées, nous avons
montré que la turbulence peut générer des graines d’îlot et établir une signature qui caractérise
ces derniers. Ce modèle est insuﬃsant pour étudier les propriétés de transport de chaleur et/ou
des instabilités spécifiques telles que les ITG. Il est cependant remarquable que des simula-
tions gyrocinétiques récentes retrouvent non seulement qu’un îlot magnétique graine peut-être
généré par une micro-turbulence électromagnétique mais aussi le mécanisme à l’œuvre semble
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être le même [67]. L’accélération exponentielle de la croissance de la graine par battement est
un mécanisme clef de leurs résultats.
Nous avons aussi retrouvé certaines des caractéristiques observé expérimentalement et inex-
pliqué, tout du moins de façon convaincante. Nous pensons aux observations d’applatissement
partiel d’un îlot ou encore la prépondérance de la chaîne de couplage non linéaire m! m+ 1
(qui correspond expérimentalement à la chaïne f1 + pf1 ! (p + 1)f1, voir 2.3.4 par exemple)
de transfert d’énergie des grandes vers les petites échelles. La prochaine étape, ce que nous
avons commencé à faire, sera d’introduire le courant de bootstrap dans le modèle pour voir
si ces mécanismes restent présents lorsqu’il est pris en compte mais aussu lorsqu’un NTM est
généré. Nos résultats préliminaires vont eﬀectivement dans ce sens mais nous ne discutons pas
ces aspects dans ce manuscrit qui est circonscrit à l’étude des graines d’îlot. Ces études seront
potentiellement importantes car elles pourraient faciliter la comparaison avec les résultats ex-
périmentaux. Nous avons vu en eﬀet que ces derniers se heurtent à la diﬃculté de ne pas avoir
de diagnostiques adéquats pour observer des graines d’îlot, qui sont trop petites.
Nous avons vu aussi qu’il est possible que la turbulence de bord d’un tokamak puisse
induire un îlot, éventuellement situé plus au cœur du tokamak. Cela peut-être intéressant dans
certaines configurations magnétiques (à faible cisaillement magnétique) où la surface résonante
q = 2 sera fortement décalée vers le bord et dont l’étude expérimentale est prévue dans le
projet ITER. Bien évidemment, dans un tokamak, la turbulence est aussi présente au cœur
de la machine et nos résultats montrent surtout qu’on peut s’attendre à des eﬀets additifs
des diﬀérentes turbulences pour générer une graine d’îlot magnétique. En d’autres termes, le
battement localisé de mode au voisinage d’une surface résonante de faible rationnalité n’est
pas forcément le seul mécanisme à considérer pour évaluer la dynamique de l’îlot induit par
la turbulence ainsi que sa taille à saturation. Cela reste néanmoins à démontrer. Un travail en
géométrie pleinement torique doit être entrepris pour vérifier cet aspect. Dans ce dernier cas
les résultats peuvent être altérés. En eﬀet, d’une part on peut s’attendre à ce que le couplage
nonlinéaire des modes soient modifiés/diminués. D’autre part, on peut avoir un mécanisme de
pénétration de la turbulence dans la zone où grandit l’îlot qui facilitera le transfert d’énergie
vers cette zone et éventuellement facilitera la croissance de l’îlot. La pénétration ou le transport
de la turbulence, elle-même, dans une zone éventuellement stable en géométrie torique est un
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phénomène d’essence non locale d’un point de vue du transport. Il a été mis en évidence au
travers de simulations gyrocinétiques globales.
L’auto-organisation de la turbulence des plasmas de tokamak se caractérise par des bar-
rières de transports, des mécanismes de transport à grande échelles tel que la pénétration de
la turbulence que nous venons d’évoquer mais aussi par la génération d’écoulement zonaux
par, encore une fois, la turbulence. Ici encore, il s’agit d’un mécanisme propre aux simulations
gyrocinétiques. Nous l’avons introduit dans notre modèle fluide en diminuant la dissipation vis-
queuse des grandes échelles. Nous avons vérifié qu’un écoulement zonal dans la zone turbulente
modifie la dynamique des graines d’îlot mais ne change pas la taille maximale que ce dernier
peut atteindre. Cela est un point clef puisque, si on se confère à l’image classique : au-delà
d’une taille critique une graine d’îlot devient un NTM, i.e. un îlot est amplifié par le courant
de bootstrap qui induit un déconfinement et/ou une disruption . . .
De façon assez inattendue, la dynamique de l’îlot observée en présence d’un fort écoulement
zonal possède une propriété extrêmement caractéristique des FIR-NTM observés expérimenta-
lement. En eﬀet, nous avons observés que la taille de l’îlot peut fluctuer fortement sur des longs
devant les temps caractéristiques de la turbulence. Ces résultats amènent à l’hypothèse que les
fluctuations en taille des NTM à haut   pourraient liés à la turbulence sous-jacente. Il faudra
bien-sûr inclure la physique des NTM pour vérifier la persitance du phénomène et d’eﬀectuer
une étude en   pour voir si il existe, comme observé expérimentalement, un   critique au dessus
duquel les fluctuations en taille de NTM se produisent.
Au delà de l’étude de l’interaction entre îlot et turbulence, il me semble qu’un eﬀort impor-
tant devrait être entrepris pour étudier la physique mesoscale - intermédiaire entre les échelles
MHD et de turbulence - dans les plasmas de tokamak d’un point de vue expérimental, théorique
et numérique. Cela pourrait être une étape importante dans le cadre d’un objectif de meilleure
compréhension/contrôle de la physique à haut  , où les flutuations magnétiques devraient jouer
un rôle non négligeable.

Chapitre 7
Annexes
7.1. Les particules piégées et le courant autogénéré dit de “bootstrap”
7.1.1. Particules piégées : Les particules avec une vitesse parallèle vk suﬃsamment im-
portante circulent continuellement autour du tore. Les autres sont piégées toroïdalement et
radialement sur le voisinage d’une portion d’une surface magnétique.
Le mécanisme de piégeage. Il s’agit du phénomène de miroir magnétique qui amène à la
réflexion d’une particule chargée lorsqu’elle est immergée dans un champ magnétique inhomo-
gène [5]. En eﬀet, dans la limite de faibles variations du champ magnétique et sur des échelles
de temps grandes devant la gyro-période, l’énergie cinétique E = mv2/2 et l’invariant adiaba-
tique µ = mv2?/2B sont constants au cours du mouvement des particules. Ce dernier n’est rien
d’autre que le moment magnétique généré par la gyration de Larmor de la particule chargée
autour de son centre guide ou gyro-centre. Ainsi, essentiellement, la particule ou plutôt son
gyro-centre suit la ligne de champ avec vk = ±
p
2(E   Bµ). En s’enroulant sur la surface
magnétique torique r = Cte (q 6= 1, r 6= Cte) générée par l’équilibre, la particule oscille entre
la partie faible et fort champ magnétique du tore : l’amplitude du champ magnétique B ⇠ 1/R
oscille entre Bmin = B0R0/(R0 + r) et Bmax = B0R0/(R0   r). La vitesse parallèle de la parti-
cule le long de sa trajectoire peut donc être amenée à s’annuler, si µ n’est pas trop faible, plus
précisément si il existe et/ou elle atteint une position r telle que Brebr.(r) = E/µ  Bmax. Elle
rebrousse alors chemin et est dîte piégée. Si les conditions initiales sont telles que E/µ > Bmax,
la particule ne rebrousse pas chemin et est alors passante.
La proportion de particules piégées. La vitesse parallèle d’une particule piégée est maximale
du côté champ faible où on a R = R0 + r et où elle est majorée par la relation vk/v? =p
(Brebr.   Bmin)/Bmin 
p
(Bmax.   Bmin)/Bmin ⌘ tan ✓c ⇡
p
2r/R0 ⇠
p
2✏. Dans l’espace
(v?, vk), les particules piégées sont donc celles situées dans le cône vk/v? 
p
2✏ et les autres sont
passantes, voir figure 7.1.1. L’ordre de grandeur de la fraction de particules piégées se calcule
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Figure 7.1.1. Caractérisation des particules passantes et piégées dans l’espace
des vistesses.
aisément dans l’espace (v?, vk) en coordonnées sphériques : pour une distribution Maxwellienne
de vitesses FM , cette fraction est f = n 1
´ ⇡/2+✓c
⇡/2 ✓c d✓ sin ✓
´ 2⇡
0 d 
´ +1
0 v
2dvFM(v) ⇡
p
2✏ et est
donc petite devant celles des orbites passantes 1  f .
La largeur radiale de leurs trajectoires. En réalité, au cours de leurs trajectoires, les par-
ticules dérivent orthogonalement au champ magnétique du fait des dérives verticales qu’elles
subissent dans un tokamak, ce qui confère une épaisseur à leurs orbites. La largeur de l’or-
bite banane peut s’estimer en invoquant la conservation du moment angulaire toroïdale p  =
msRv  + es au cours de la trajectoire de la particule, en régime stationnaire. Après avoir
rebroussé chemin, v  a changé de signe, et la particule tourne en sens inverse de celles de même
espèce passantes. Côté faible champ, au point de la trajectoire le plus éloigné de l’axe du tore,
à la distance notée R(rn) après n rebroussement de chemin, la particule ne peut repasser tou-
jours au même point puisque p  = ( 1)nmsR(rn)vmax  + es (rn) = Cte est indépendant de
n. Comme r/R ⌧ 1, R(rn) ⇠ Cte. La largeur radiale maximale de l’orbite banane wb égale
naturellement l’écart radial avant et après rebond, lorsque la particule atteint sa vitesse paral-
lèle maximale et donc passe au niveau faible champ de l’orbite. Le saut radial moyen procède
ainsi de l’égalité 2msRvmax  + es  = 0 avec vmax  ⇡ vmaxk ⇡
p
2✏vT pour une particule pié-
gée et   ⇡ Bp(rn+1   rn) ⌘ Bp r. Par conséquent, l’extension radiale de la trajectoire est
wb ⌘  r ⇡ p✏⇢p où ⇢p est le rayon de Larmor évalué avec le champ poloïdal (voir figure 7.1.2).
La géométrie en forme de banane de leurs trajectoires, leurs fréquences de rebond et leurs
temps caractéristiques de piégeage. L’extension L de la trajectoire d’une particule piégée peut
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Figure 7.1.2. Projection schématique de la trajectoire dans un plan poloïdal
des positions gyrocentres de particules passantes (trajectoires en bleu) et piégées
(trajectoires en rouge) passant par un même point P . En réalité, leurs trajectoires
sont très allongées dans la direction toroïdale  ˆ. Le signe de vk indiqué correspond
à des particules chargées positivement, l’axe magnétique vertical étant à gauche
sur le schéma [18].
atteindre L = q⇡R, la distance entre la partie fort et faible champ le long de la ligne de
champ. Elle est en moyenne une fraction de L, i.e. elle est statistiquement bien plus grande
que l’extension radiale wb. Le temps de transit des particules passantes peut- donc être défini
par ⌧pass = qR/vT,pass et celles des piégées par ⌧piég = qR/vT,piég ⇠ ⌧pass/p✏ . La fréquence de
rebond est de fait ⌧ 1piég. Les surfaces magnétiques étant courbées et wb ⌧ L, la particule aura
une orbite en forme de “banane” très allongée en moyenne dans la direction toroïdale.
La notion de fréquence de rebond n’a de sens que dans la mesure où la fréquence de colli-
sions est suﬃsamment faible pour que les particules chargées puissent eﬀectivement eﬀectuer
un certain nombre de fois le tour de leur orbite. En fait, les collisions mutuelles des particules
tendent à les faire sortir du piège. La fréquence caractéristique de sortie de la zone de piège est
de l’ordre de ⌫c/✏ où ⌫c est la fréquence de collision. L’inverse de cette fréquence correspond à
la durée caractéristique de piégeage
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Figure 7.1.3. Courant de magnétisation induit par un gradient de densité en
un point P (r = r bR, ✓ = 0). Les particules, pour une espéce, une température
et donc un rayon de Larmor donnés, de par leurs vitesses de rotations autour
de leurs gyrocentres, induisent individuellement un courant. Par symmétrie, ce
courant est nul si la densité est constante (cercles bleus) et orienté selon ✓ˆ sinon.
Il faut alors faire une moyenne sur toutes les particules passant par P et donc sur
l’angle ↵ qui détermine la position du gyrocentre. Les symmétries donnent alors
une contribution encore selon ✓ˆ. La distance entre l’axe magnétique à gauche et
le point P est largement sous-évaluée sur la figure puisque généralement R =
R0 + r > R0   r   ⇢L.
7.1.2. Courants de magnétisation : Le courant de magnétisation est celui induit par
la présence d’un gradient de densité ou de température pour une espèce de particules données.
En eﬀet, supposons par exemple que n0(r) < 0 et B k zˆ. Du fait de leur gyration de Larmor, les
particules de l’espèce considérée tournent dans le même sens dans le plan (r, ✓), par exemple
le sens trigonométrique. À une position r donnée, par exemple le point P (r = r bR, ✓ = 0) sur
la figure (7.1.3), les particules de vitesses orientées selon +✓ˆ et dont les gyrocentres sont en
r   ⇢Lrˆ sont plus nombreuses que celles dont la vitesse est selon  ✓ˆ et dont les gyrocentres
sont en r + ⇢Lrˆ puisque n0(r) > 0. (uˆ désigne le vecteur unitaire dans la direction u et en
P , rˆ = bR). Par conséquent, elles généreront un courant moyen non nul selon ✓ˆ. Le courant
diamagnétique ainsi généré en r par une espèce de particule, qui peut se calculer en ✓ = 0, est
j✓(r) =
´
dvFM(v)
´ +⇡/2
 ⇡/2 esv✓(n(r+ ⇢L cos↵)  n(r  ⇢L cos↵))d↵ où ⇢L = 2⇡v✓/!c, FM est la
distribution Maxwellienne des particules et ↵ = (⇢ˆL, Rˆ). Ainsi, en introduisant ⇢flL = 2⇡vT/!c
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le rayon de Larmor fluide de l’espèce s considéré et ne considérant pas les gradients de tempé-
ratures, j✓(r) / esvT⇢flLn0(r) = B 1p0(r). Un gradient de température T 0(r) implique aussi un
courant de magnétisation car des particules plus chaudes ont une vitesse moyenne plus élevée.
Les particules passantes comme piégées induisent des courants de magnétisations.
7.1.3. Courant des orbites bananes : Le courant induit par les orbites bananes est
le fruit d’un mécanisme est similaire au courant de magnétisation dans le sens où les orbites
bananes jouent le rôle des orbites de Larmor. Par analogie, comme pour les particules piégées,
le champ magnétique qui compte est B✓ et non B  , la direction du courant est parallèle et non
poloïdale, la densité de particule piégée est de l’ordre de
p
✏n et non n, la vitesse thermique
parallèle
p
✏vT et non vT et par conséquent, aussi, le rayon de Larmor fluide est de l’ordre de
p
✏⇢flL et non ⇢flL : Les orbites bananes génèrent donc un courant jban ⇠ ±✏3/2B 1p p0(r)bˆ. Le
signe ± est celui de la direction des passantes pour une espéces considérée dans un plasma de
température homogène.
7.1.4. Courant de bootstrap : Le courant de bootstrap ou d’amorçage des NTM est un
courant qui est lié à l’existence d’orbites bananes. Contrairement aux courants de magnétisation,
il a un caractère collisionnel et est parallèle au champ magnétique. Il résulte de la friction entre
les électrons passants et piégés et du caractère élastique des collisions Coulombiennes.
Considérons le transfert élastique de quantité de mouvement des piégées vers les passantes
dont le temps caractéristique est celui de dépiégeage (⌫c/✏) 1. On s’intéresse au régime dit
“banane”, ce qui correspond au cas où la fréquence de rebond des particules piégées est grande
devant ⌫c/✏ ; autrement dit, un grand nombre de rebonds est statistiquement eﬀectuée par une
particule piégée avant qu’elle ne sorte du piège. Le caractère diﬀusif des diﬀusions coulombiennes
et donc de dépiégeage permet alors de quantifier la variation de quantité de mouvement des
passantes de densité n(1 p✏) ⇠ n induite par les piégées de densité p✏n [103] :
n
@uikp
@t
= +
⌫ii
✏
e 1jban   ⌫ii
p
✏nuikp   ⌫ien(uikp   uekp) ,
n
@uekp
@t
=  ⌫ee
✏
e 1jban   ⌫ee
p
✏nuekp   ⌫ein(uekp   uikp) .
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Les fréquences de collisions satisfont [57] ⌫ie ⇠ k⌫ei ⇠ k⌫ee ⇠
p
k⌫ei où k = me/mi. Le courant
de bootstrap jb est celui nécessaire pour maintenir un équilibre entre les particules qui sont
piégées et dépiégées en régime stationnaire. Par conséquent,
uikp =
jban
e✏3/2n
⇠ (enBp) 1Tn0(r)
jb =   ⌫ee
✏⌫ei
jban   ⌫ee
p
✏
⌫ei
enuekp ⇠  
p
✏B 1p Tn
0(r)
Ainsi, l’échange de quantité de mouvement total entre toutes les particules est nul. Il est le
reflet d’un équilibrage, en régime stationnaire, entre le transfert de quantité de mouvement des
piégées vers les passantes par diﬀusion coulombienne et la perte de quantité de mouvement
par friction entre les électrons et les ions. On voit qu’il est 1/✏ plus grand que le courant des
bananes et
p
✏B/Bp plus grand que le courant diamagnétique.
L’expression du courant de bootstrap (1.2.1) a été dérivée dans [115] (formule (184)) pour
le régime banane dans le cas général. Dans la limite Ti / Te et n0/n ⌧ T 0e/Te, qui est une
situation plutôt réaliste au cœur d’un tokamak, on retrouve l’expression jb ⇠  ✏1/2 1Bp @pe@r ⇠
  qsp✏sBz @pe@x . On peut utiliser une expression alternative du courant de bootstrap en introduisant
le courant total tel qu’introduit dans la note de bas de page (8) mais intérieur à la zone résonante
jb ⇠  ✏1/2  pLp
Bp
µ0
=  ✏1/2  pLp Ip(rs)/(4⇡rs). Pour une discussion approfondie mais didactique sur
l’origine du courant de bootstrap, on pourra avantageusement consulter [103].
7.2. Eﬀet du courant de bootstrap sur la croissance d’un îlot
Pour mieux cerner l’eﬀet du courant de bootstrap, il est utile d’introduire à ce stade,
l’équation de Rutherford généralisée qui permet d’estimer la vitesse de croissance de la lar-
geur radiale d’un îlot w˙ en fonction de sa taille w et des diﬀérents paramètres d’une dé-
charge. Une version simplifiée de cette équation consiste à ne prendre en compte que le mé-
canisme de base de déstabilisation d’un îlot par déchirement magnétique (instable lorsque
 0 > 0)[89, 104, 133, 80, 118], les eﬀets de courant de bootstrap et ceux de polarisation
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ionique 1. On a alors
(7.2.1)
⌧R
rs
dw
dt
= rs 
0 + 6.54rs
p
2✏s
 0ps
ss
(
w
w2 + w2d
  w
2
pol
w3
) ,
avec wd ⇠ 1.8wc [38, 16]. ⌧R est le temps résistif.  0ps =  (qs/✏s)2µ0rsp0s/B2✓ est lié au gradient
de pression dans l’îlot et est essentiellement proportionnel à  p. Clairement, dès que  0 > 0,
pour obtenir une saturation de l’îlot il faut inclure les eﬀets de polarisation.
Dans les décharges d’intérêt, on essaye de générer des équilibres où l’instabilité de déchire-
ment est stable ( 0 < 0). Lorsque 0 < 0, le seul terme potentiellement déstabilisant correspond
alors aux eﬀets de courant de bootstrap qui peuvent se mettre sous la forme 2
rs boot(w) = a2rs p
p
✏(Lq/Lp)w/(w
2 + w2d) = a2(jboot/jtot)Lqw/(w
2 + w2d).
Pour les situations classiques dans les tokamaks, on a ss > 0 et p0s < 0. Le terme lié au
courant de bootstrap est alors bien déstabilisant. Négligeons provisoirement et par souci de
simplicité les eﬀets de polarisation, autrement dit considérons la situation wpol = 0. Dans ce
cas de figure, dès qu’il existe un îlot graine de taille initiale satisfaisant wg = w(t = 0) >
wgc ⇠ w2dLp/(a2 p
p
✏Lq| 0|), (7.2.1) implique w˙ > 0 et donc croissance de l’îlot du fait de la
présence du courant de bootstrap. La taille à saturation de l’îlot ws ⇠ a2 pp✏Lq| 0|/Lp sera
ainsi proportionnelle à  p. L’amplification de l’ilot graine résultante ws/wgc est potentiellement
importante . Il est intéressant de noter que la taille critique de la graine dépend de l’équilibre
choisi et d’un seul autre paramètre wd. Ce dernier, essentiellement, n’influence pas la taille
finale.
1. le terme proportionnel à w2pol dit de polarisation contient une divergence non physique dans la limite des
petits îlots comme on peut le voir dans l’Éq. (7.2.1). Cela explique quelques variations d’écritures possibles
dans la littérature, le terme de polarisation w2pol/w
3 étant aussi par exemple exprimé sous la forme équivalente
apolw/(w
4 + wˆ4d). wˆd est parfois négligé ou pris égal à une largeur de l’ordre de celle des orbites bananes
⇢b =
p
✏⇢L[119].
2. Dans le cadre de comparaison avec des résultats expérimentaux ou de prospectives pour prédire l’impact
des îlots dan ITER, le proportionnel à  0ps est en général réécrit de façon à introduire des quantités plus
facilement mesurables : 6.54rs
p
2✏s
 0ps
ss
est mis sous la forme a2rs p
p
✏(Lq/Lp) = a2Lqjb/jtot où a2 est un
coeﬃcient numérique.
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7.3. Turbulence d’ondes de dérive
Une turbulence d’ondes de dérives est essentiellement une turbulence dont les modes excités
se propagent dans le tore à la vitesse E⇥B/B2 du plasma, correspondant à un décalage
Doppler en fréquence noté !E⇥B dû notamment à la présence d’un champ électrique radial,
mais à laquelle se superpose une vitesse de dérive diamagnétique électronique. Ainsi dans le
repère du laboratoire, on mesurera un spectre de fluctuations de fréquence !0k de la forme
(7.3.1) !0k = !k + !E⇥B ,
où typiquement !k est la fréquence des ondes de dérive pour un nombre d’onde k donné aux
échelles de propagations des ondes de dérives où ce type de turbulence domine (k✓⇢s  1). D’un
point de vue théorique et linéaire (non linéairement les fréquences sont similaires en première
approximation), on a
(7.3.2) !k ⇠ !⇤e
1
1 + k2✓⇢
2
s
où !⇤e =  k✓Te/(eBLn) =  k✓⇢scs/Ln est la fréquence diamagnétique électronique, ⇢i et
⇢s = ⇢i
p
Te/Ti =
p
miTe/(eB) sont, respectivement, les rayons de Larmor ionique et hy-
bride, cs = ⇢s!ci =
p
Te/mi la vitesse du son hybride. On peut regarder les hypothèses
minimales qui amènent à cette expression. On considère des phénomènes basses fréquence
! ⌧ !ci = eB/mi dans le cadre d’une approximation fluide, les ions froids, et les électrons
chauds et une géométrie slab B  ⇠ Bzˆ. Les vitesses de dérive dominantes du fluide d’ions sont
alors  vi,? =  vE +  vpi +  vki avec  vE =  E⇥B/B2 et  vpi = (B!ci) 1@t E? (vitesse de po-
larisation ionique) puisque @t vi +  vi ·r vi = qm 1i ( E+  vi ⇥B). L’équation de continuité
des ions linéarisé s’écrit alors @t ni +  vE ·rni + nir ·  vpi +rk · (ni vki) = 0 où localement
l’équilibre s’écrit ni = n(x = r   rs). La condition de quasi-neutralité  ne ⇠  ni couplée à
l’équation de Boltzmann (projection de l’équation de mouvement des électrons dans la direc-
tion parallèle)  ne/ne ⇠ e  /Te permet d’écrire l’équation des fluctuations de densité sous la
forme @t(1   ⇢2sr2?)   + v?@y   + Te/(en)rk(n vke + Jk/e) = 0.    est le potentiel électrique
et v? = !?e/k✓. On trouve donc bien la relation de dispersion ci-dessus en omettant les eﬀets
parallèles de fluctuations de vitesse et de courant.
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Si on tient compte aussi de la présence de gradient de température ionique et pas seulement
de densité, on peut obtenir une expression légèrement plus générale[99, 53]
(7.3.3) !k ⇠ !⇤e
1  k2✓⇢2i (1 + ⌘i)
1 + k2✓⇢
2
s
où ⌘i = Ln/LTi . Dans ces dérivations, en particulier dans la présentation didactique [53], les
branches stables et instables des ondes de dérive en présence d’un gradient de température
ionique, en particulier les modes ITG idéaux et résistifs, l’instabilité dissipative des ondes
de dérives collisionnelles ainsi que les modes induits par les perturbations de température
électronique, sont mis en évidences. ITG est l’acronyme de Ion Temperature Gradient. Les
conditions de déstabilisation en fonction des diﬀérents gradients et échelles sont explicitées et
les mécanismes de déstabilisation y sont décrits. L’ordre de grandeur du taux de croissance   de
l’instabilité dissipative est en première approximation   ⇠ !⇤e⌫e(k?⇢s)2/(kk vth,e)2 où ⌫e est la
fréquence de collision des électrons. On pourra aussi s’intéresser à la dérivation eﬀectuée dans
[11] qui met en évidence que l’instabilité d’onde de dérive peut-être aussi vue comme résultant
d’un mécanisme d’interaction entre ondes et particules. Le rôle des fluctuations du champ
magnétiques et la géométrie globale (courbure) des lignes de champ magnétiques de l’équilibre
n’est pas évalué. Néanmoins, ces fréquences correspondent à celles du spectre turbulent mesurées
dans un tokamak, en particulier dans la région du bord du tokamak (!kexp ⇠ !⇤e)[143] où des
modes interchange de type ballooning peuvent se développer. Dans [59], il est montré que les
fréquences caractéristiques de propagation de ces instabilités sont les fréquences diamagnétiques
tandis que leur taux de croissance opèrent sur des temps caractéristiques bien plus rapides (voir
aussi l’annexe 7.4). il s’agit de la région où les gradients de densité et de température sont
importants r/a 5 1 , situé avant ou au voisinage de la dernière surface fermé lorsqu’il y a une
configuration magnétique avec un point X.
7.4. Quelle Hiérarchie pour un plasma de tokamak ?
Considérons des valeurs numérique réalistes pour un tokamak, à une densité n = 1  
5 1019m 3, un champ magnétique B = 5T, une température variant entre le bord et le cœur
dans la plage kBTe = kBTi = 0.5  5keV et le petit rayon a = 1m. Typiquement, dans la région
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du bord de tokamak, L = LrP est une fraction de a, notamment en mode H, et on prend
a/L = 1  10. Cela donne   ⇠ 10 4 au bord et   ⇠ 10 3 vers le cœur.
7.4.1. Fréquences caractéristiques. - Concernant les instabilités de types interchange,
on a pour le ballonnement  Ball/⌦ci ⇠  
p
1 + Ti/Te[6] et la relation (3.0.1) indique que  Ball/⌦ci ⇠
 ITG/⌦ci ⇠   et  ETG/⌦ci ⇠  
p
mi/me ⇠ 60 . Ainsi le temps caractéristique ⌧ = ! 1 ⌘   1
de croissance des instabilités de type interchange satisfait  2 ⌧ w/⌦ci 2 [ , 60 ] ⌧ 1. Néan-
moins, la fréquence caractéristique de propagation de ces instabilités (partie imaginaire du
taux de croissance) est, comme on l’a vu dans l’annexe (7.3), la fréquence diamagnétique
w/⌦ci = k✓cs  ⇠  2. Ainsi, la plage de fréquences que couvre, linéairement, les instabilités de
type interchange est en réalité w/⌦ci 2 [ 2, 60 ] ⌧ 1. Nonlinéairement, la présence d’écoule-
ments zonaux (mécanisme gyrocinétique) réduit la turbulence et les taux de croissance eﬀectifs,
mais n’est pas en contradiction avec cet ordering ou hiérarchie. Il en ressort que la hiérarchie de
dérive est adaptée à l’étude des mécanismes d’interchange, étant entendu que les mécanismes
cinétiques non inclus dans l’approche fluide nécessitent une attention particulière. En particu-
lier, au chapitre suivant, nous nous intéresserons à la question de la génération des écoulements
zonaux.
- Concernant les instabilités de déchirement magnétiques, il faut d’abord noter que les îlots
magnétiques qu’elle génère sont entraînés linéairement à la fréquence diamagnétique électro-
nique et non linéairement ils sont entraînés par les vitesses de dérive ExB et diamagnétiques [90]
qui sont comparables, autrement dit, dans le cadre de la hiérarchie de dérive !/⌦ci ⇠  2 ⌧ 1.
Concernant les temps caractéristiques de croissance,  tear⌧A ⇠ (L? 0)1/5⌘3/5(L?k)2/5(L?/b)2/5
où L? est la longueur de cisaillement magnétique du champ d’équilibre et b ⌘
p js/j00s . On
prend pour simplifier, b ⇠ L? ⇠ rs = k 1 et ⌧A = L?/vA le temps d’Alfvén. On a les ordres de
grandeur ⌧A ⇡ 10 9s, ⌘ = 5.10 9⌦m, ⌦ci ⇡ 108B[138].  0 est le paramètre de stabilité (le sys-
tème est instable lorsque  0 > 0). On voit ainsi que  tear/⌦ci ⇡ 104(rs 0)1/5/⌦ci ⇡ 10 5 2] 2,  [.
Les taux de croissance sont plus faibles que pour l’instabilité d’interchange, mais restent com-
patibles avec la hiérarchie de dériven notamment dans la limite recherchée dans les tokamaks
 0 < 0 ou à défaut  0 !0. Plus généralement, dans le contexte des tokamaks contemporains,
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la hiérarchie de dérive reste pertinente même pour étudier la physique rapide des disruptions
du fait des progrès en matière de confinement [62].
7.4.2. Longueurs et vitesses caractéristiques. Une des diﬃcultés inhérentes à l’ap-
proche fluide est que les instabilités de type interchange ont des taux de croissance maxi-
maux aux échelles spatiales de quelques rayons de Larmor. Il faut donc discuter l’impact lié
à la finitude des rayons de Larmor fluide (Finite Larmor Radius ou F.L.R.), i.e. le fait que
⇢s = cs/⌦ci 6= 0. La discussion de la section précédente portait sur les échelles de temps mais
il faut aussi considérer les échelles spatiales. Comme nous nous intéressons aux interactions
entre échelles MHD et turbulentes, nous sommes amenés à considérer un ordering présentant
deux échelles spatiales : celle reliée aux équilibre et à la MHD   = ⇢s/Lr ⌧ 1, et celle où les
instabilités et/ou la turbulence se développent. On a typiquement  inst = ⇢s/Linst ⇠ 0.3. Expé-
rimentalement, aux échelles turbulentes, les fluctuations électriques et de densité E˜/E ⇠ n˜/n
peuvent atteindre10% et les fluctuations magnétiques sont en général un ordre de grandeur
plus faible (voir chapitre 2). Regardons comment cela impacte sur les vitesses de dérive de la
hiérarchie de dérive :
- Considérons les échelles MHD où !/⌦ci ⇠  2 : Comme, vpol,s/v? ⇠ (ms/mi)(!/⌦ci),
à l’ordre  2, la vitesse de polarisation électronique peut-être négligée mais pas la vitesse de
polarisation ionique. De plus, vdia,e /vE ⇠ (⇢s/L)(cs/V ) = (⇢s/L)2(⌦ci/!) où (L, V = wL)
sont les longueurs et vitesses caractéristiques de la dynamique étudiée. Aux échelles MHD, la
hiérarchie de dérive s’écrit (⇢s/L)2(⌦ci/!) ⇠ 1, i.e que les vitesses diamagnétiques et E ⇥ B
sont donc du même ordre de grandeur : vdia,e /vE ⇠ 1. À noter que pour la hiérarchie MHD où
vdia,e /vE ⇠  , on aurait un relachement de la contrainte en fréquences w/⌦ci ⇠  .
Les échelles turbulentes (ITG, balloning, interchange) sont entraînées par le plasma et/ou
l’îlot aux vitesses diamagnétiques et E ⇥B. On a vu que les fréquennces temporelles associées
à la turbulence satisfont à w/⌦ci ⇠   ⌧ 1 (sauf ETG). Les fluctuations relatives de vitesses
diamagnétiques induites par la turbulence, bien qu’elles puissent être localement relativement
importantes, sont compatibles avec la hiérarchie de dérive. Elles sont, en eﬀet, de l’ordre de
]vdia,s /vdia,s ⇠   1instn˜/n. Il en est de même pour les fluctuations électriques puisque evE/vE ⇠
E˜/E. À noter enfin, qu’en présence d’une barrière de transport dans la région bord du tokamak,
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on peut avoir cs   v? > vE du fait de la génération nonlinéaire d’un fort gradient de pression
dans cette zone.
- Concernant la dérive induite par le terme résistif, quantitativement, en utilisant la résisti-
vité de Spitzer et la relation d’équilibre j⇥B = rp, on a v?,Rei/vdia ⇠ ⌫ei/⌦ce ⇡ 10 7/T 3/2e où
Te est à exprimer en keV[138] et où ⌫ei est la fréquence dîte de collisions entre les deux espèces
électrons et ions. On voit donc que aux grandes échelles spatiales v?,Rei/vdia ,e ⇡ 10 8 .  2
pour le fluide d’électrons, ce qui signifie qu’on peut négliger cette vitesse de dérive. Pour le
fluide d’ions, on a la même quantification du moment que Te et Ti sont du même ordre de
grandeur. Néanmoins, l’absence de résistivité impose une contrainte topologique sur la struc-
ture magnétique en gelant son évolution, sauf à considérer d’autres eﬀets comme l’eﬀet Hall
qui est pertinent en astrophysique. Sa pertinence dans les tokamaks est l’objet de discussions
dans l’équelles nous ne rentrerons pas. Les évolutions dynamiques observées expérimentalement
(voir le chapitre 2) indiquent qu’il faut relaxer cette contrainte topologique et éventuellement
permettre à l’instabilité de déchirement magnétique, entre autres, de se développer. En fait,
même si ces eﬀets ne deviennent importants qu’à des petites échelles spatiales, ils sont à l’ori-
gine, notamment, de l’instabilité de déchirement magnétique en permettant les modifications
de la topologie des lignes de champ magnétiques [89, 7] ou encore du caractère résistif des
instabilités de type interchange [104].
7.5. Îlots et turbulence : une revue des résultats expérimentaux d’intérêt
7.5.1. Turbulence et îlot dans le tokamak TEXT. D’un point de vue expérimental,
il existe peu d’études qui s’intéressent au couplage entre échelles MHD et échelles turbulentes.
Sur le tokamak TEXT, au début des années 90, le couplage entre une turbulence d’ondes de
dérives (voir annexe 7.3) et une activité MHD a néanmoins été mis en évidence [142, 143].
Nous allons voir qu’une des observations n’a pas d’explication satisfaisante.
Les observations génériques sont les suivantes :
- la fréquence moyenne du spectre turbulent !kexp décroît linéairement lorsque la fréquence
MHD fMHD diminue, autrement dit lorsque l’îlot grossit. fMHD qui varie entre 1kHz et 7kHz
correspond à une fréquence de rotation d’un îlot dans la machine toroïdale. !kexp/2⇡ varie dans
ces expériences entre -200kHz et 0kHz. En fait, cela est dû au fait que les paramètres du plasma
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dans l’îlot (Ln, Te,Er) sont modifiés par sa présence en raison des mécanismes d’aplatissement
des profils de température et de densité, comme déjà vu. La relation d’équilibre radial des forces
qui pour un profil d’équilibre en densité, pression et champ magnétique s’écrit
(7.5.1) Er =  @ /@r = (eni) 1@pi/@r + v ,iB✓   v✓,iB  ,
explique la réponse du champ électrique aux phénomènes d’aplatissement. Plus spécifiquement,
il est montré, d’une part, que la fréquence moyenne des fluctuations micro-turbulentes !kexp
croît, respectivement décroît, à peu près linéairement avec Er et L 1n , ce qui est en accord avec
(7.3.1, 7.3.2). D’autre part fMHD croît linéairement avec L 1n .
- Le niveau des fluctuations de densité moyen pour un nombre d’onde donné Sk /  n2 peut
décroître de 50% lorsque fMHD diminue, i.e. lorsque la taille de l’îlot augmente, mais en même
temps le niveau de modulation des fluctuations durant un cycle MHD (une rotation d’îlot)
peut-être très important pour les îlots larges   n/ n ⇠ 20% alors que  n/n ⇠ 1%.
- La partie du spectre des fluctuations turbulentes lié à la turbulence dans la S.O.L. (Scrape
of Layer, i.e après la dernière surface magnétique fermé où se situe le limiteur dans le tokamak
Text) et celle liée à l’îlot peuvent être diﬀérenciées. Le niveau du spectre des fluctuations associé
à l’îlot, et donc la turbulence, diminue avec la taille de l’îlot. Cette turbulence se propage
dans la direction diamagnétique électronique, en notant que cependant que, dans tous les cas,
!k ⌧ !E⇥B, ce qui signifie une propagation de la turbulence essentiellement à la vitesse ExB et
donc de l’îlot aussi. Plus l’îlot est grand, plus le spectre est fortement modifié par les paramètres
du plasma dans l’îlot.
- L’aplatissement de l’îlot en densité est bien observé, d’autant plus que ce dernier est grand.
w est de l’ordre de plusieurs centimètres et dépasse 10 cm côté fort champ à fMHD = 1kHz.
Cette étude établie clairement une interaction forte entre la turbulence et l’activité MHD.
Néanmoins, on observe clairement un aplatissement seulement partiel, plus précisément lorsque
fMHD > 3kHz. Cet aplatissement partiel n’est pas attribué au fait que w  wc probablement
car la taille critique attendue pour un aplatissement en densité est inférieure ou de l’ordre du
centimètre [58]. Il est mis en avant des limites de résolutions spatiales pour mesurer la densité
moyennée sur les largeurs radiales de l’ordre de 1.5 cm. Cela est assez surprenant car en dépit
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du nombre limité de points de mesures, on observerait alors des situations où la pente de l’îlot
s’inverse, ce qui n’est pas le cas. Une autre hypothèse évoquée, sans autre explication, est celle
d’une diﬀusion anormale extrêmement large (lié au fait que wc ⇠ (Danormal? /Dk)1/4) au niveau du
point X qui empêche que la densité soit une fonction du flux et donc l’aplatissement[58, 143].
On peut aussi se demander si la turbulence au sein de l’îlot et dans son voisinage, pas forcément
d’ailleurs au niveau du point X, est à l’origine d’un mécanisme forçant le caractère partiel de
l’aplatissement de l’îlot ? L’étude numérique que nous présenterons dans un prochain chapitre
montrera en fait qu’on peut s’attendre à ce que des applatissements partiels ne soient pas
liés à un défaut de mesure expérimentale mais au fait que l’îlot ait une origine partiellement
turbulente.
7.5.2. Profils de densité et de température dans un îlot dans le tokamak TEX-
TOR. Il existe d’autres situations où l’absence d’aplatissement complet de la densité et de
la température reste mal comprise. En particulier, dans TEXTOR, il existe des situations où
l’îlot est large et où on observe des profils de densité et de température électronique piqués à
l’intérieur de l’îlot [31, 32]. Ces observations se produisent lors de décharges où on impose une
croissance rapide de la rampe de courant au début de la décharge. Cela permet d’avoir une
activité MHD sans dent de scie et de limiter les disruptions induites par une densité du plasma
relativement élevée. On observe alors un aplatissement seulement partiel du profil moyen de
température électronique au niveau de l’îlot q = 2 ; et cela alors que l’aplatissement devrait
être relativement net puisque la largeur de l’îlot peut atteindre w ⇠ 14 cm et dépasser confor-
tablement la taille critique wc ⇠ 2.5 cm, : le gradient du profil de température moyen (moyenné
sur des temps bien supérieur à la période de rotation de l’îlot) est de l’ordre de 0.8 keVm 1
au niveau de l’îlot, alors que celui induit globalement par le chauﬀage ohmique est d’environ 2
keVm 1.
D’autre part, il est aussi observé un maximum de température secondaire au niveau du point
O, ce qui indique la présence éventuelle d’une source de chauﬀage au sein de l’îlot, ce que la
prédiction théorique de la taille critique [38] n’inclut pas. Des résultats similaires sont observés
pour la densité [32]. La persistance de ces pics secondaires semble indiquer que le confinement
est amélioré au sein de l’îlot, comparativement au reste du plasma, et par conséquent que le
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coeﬃcient de transport perpendiculaire aux lignes de champ  ? à ces échelles est réduit. Cela
ne va pas dans le sens d’augmenter la valeur de wc (pour ne pas avoir applatissement il faut en
théorie w < wc) qui diminue si  ? baisse, et d’expliquer simplement l’aplatissement partiel.
On peut envisager, à priori, que cette source soit liée à la nature de la micro-turbulence et
des instabilités sous-jacentes qui jouent le rôle de source d’énergie. L’origine de la source et ces
échelles spatio-temporelles n’est pas précisée dans [31, 32]. Dans les théories de longueur de mé-
lange et/ou quasi-linéaires (nous y reviendrons) l’impact aux grandes échelles d’une turbulence
se manifeste à travers une amplification des coeﬃcients de transport qui sont dits turbulents.
Il faudrait cependant expliquer d’une part, pourquoi dans l’îlot ce coeﬃcient serait fortement
anormal comparativement à l’extérieur de l’îlot, et d’autre part il faudrait que la source trans-
fère suﬃsamment d’énergie thermique aux grandes échelles pour maintenir le pic secondaire par
un mécanisme du type diﬀérent que ceux sous-jacent à l’hypothèse de longueur de mélange, qui
lui accélèrerait l’évacuation de l’énergie thermique dans l’îlot à travers l’augmentation de  ?.
7.5.3. Corrélations entre MHD et fluctuations électrostatiques dans la région
bord du tokamak HT-7. HT-7 est une machine de taille moyenne (petit rayon de 28 cm et
grand rayon de 128 cm) et relativement peu chaude, ce qui permet de mettre des sondes de
Langmuir pour mesurer les fluctuations électrostatiques mais aussi d’imposer une tension de
polarisation au bord. Il est observé alors clairement une corrélation entre les activités électrosta-
tique et MHD dans la région bord. Les fluctuations de densité et de champ électrique se situent
par ailleurs à faibles fréquences avec un pic à 25 kHz . L’analyse des fluctuations magnétiques
à partir de la mesure des oscillations de Mirnov sont à cette même fréquence et correspondent
à un mode MHD m = 6. n n’est pas directement accessible, mais le bord contenant q = 3, on
a probablement n = 2. La présence d’un certain nombre d’autres modes d’amplitudes un peu
plus faible dans la gamme 10-100 kHz est aussi montré.
Ils qualifient cette activité MHD de mode de déchirement interne, sans néanmoins expliquer
son origine ni le caractériser davantage : s’agit-il éventuellement un îlot ? d’un assemblage
d’îlots ? Avons-nous des îlots qui s’enchevêtrent les uns par rapport aux autres, ce qui pourrait
générer une certaine stochasticité des lignes de champs et augmenter le transport radial ? Dans
la mesure où les mesures ne permettent l’accès qu’à une partie du spectre en fréquence et par
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conséquent que l’activité des modes à grand m n’est pas connue, on peut se demander si la
turbulence haute fréquence sous-jacente (non mesurée) joue un rôle dans la génération de ces
modes aux fréquences MHD à travers en particulier des couplages de modes ?
7.6. Couplage de modes
La turbulence résulte d’un mécanisme de couplage de mode, par construction. Les grandes
échelles MHD sont-elles aussi fortement influencées par ces mécanismes ? Montrer que c’est le
cas, naturellement, permet de souligner qu’il n’y a pas de raison que les couplages de modes ne
jouent un rôle aux échelles intermédiaires, en dehors donc du spectre des mesures expérimen-
tales. Bien évidemment cela ne démontre pas in extenso que toutes les échelles sont fortement
couplées. Par contre cela peut donner quelques enseignements sur les conditions pour lesquelles
les couplages sont eﬃcaces. Il est important de souligner qu’un couplage non-linéaire de 3 modes
avec des hélicités diﬀérentes - et donc attachés à diﬀérentes surfaces résonantes - peut se pro-
duire sans pour autant qu’il y ait en jeu une quelconque turbulence. En fait, théoriquement
[27], ce couplage sera d’autant plus eﬃcace qu’il implique des modes à faible m pour n fixé et
large n pour m fixé (m   n dans un tokamak), et bien-sûr que les résonances des modes sont
proches les unes des autres. Le couplage sera par exemple fort eﬃcace si le mode (m,n) = (1, 1)
en fait partie et que deux autres modes proches ont des valeurs de m et n élevées. Le niveau de
couplage dépend aussi de la proximité des fréquences de rotations des diﬀérents modes et de la
distance entre les surfaces résonantes où ils grandissent ; et en général plus les nombres (m,n)
sont bas, moins les modes sont proches. L’eﬃcacité du couplage dépendra donc du profil de q
qui détermine la proximité des surfaces résonantes de faible rationalité.
7.6.1. Couplage non-linéaire de modes à l’origine de NTM dans le tokamak JET,
sans lien avec la turbulence. Il existe des situations où les conditions sont optimales pour
qu’un tel couplage soit à l’origine de la génération d’un NTM [96]. Plus précisément, il a été
observé dans JET la déstabilisation d’un NTM (3,2) dans JET par couplage avec les modes
(4,3) et (1,1). Il s’agissait d’une décharge en mode H, combinant chauﬀage ICRH et NBI pour
contrôler la période des dents de scie et essayer de les espacer. Le mode (1,1) avait été généré
par un précurseur de dent de scie. Le mode (3,2) était présent mais au niveau d’un bruit de
fond. Le mode (4,3) était aussi préexistant mais sa fréquence de rotation s’est progressivement
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ajustée jusqu’à ce que la condition de résonance en fréquence des modes f(1,1) + f(3,2) = f(4,3)
se produise brièvement (30 ms), mais suﬃsamment, pour entraîner la génération d’une graine
d’îlot (3,2) par couplage non linéaire.
7.6.2. Couplage entre îlot magnétique et instabilité d’interchange résistif en pré-
sence d’une barrière interne dans le tokamak JT60U, sans lien avec la turbulence.
La région bord n’est pas nécessairement la seule région où des forts gradients de pression sont
présents et donc une turbulence de type interchange peut se développer. Les décharges avec
un profil de q inversé (i.e. q(r) présente un minimum avec qmin>1) peuvent présenter aussi des
zones avec un gradient de pression très important, appelées barrière de transport, situés dans la
zone du cœur où q0 < 0, typiquement à mi-rayon. La barrière se déplace au cours de la décharge
avec le mouvement de qmin [127]. Dans la zone du gradient des décharges étudiées dans [127],
dans la limite de la résolution expérimentale des profils de température (2 cm) aucun îlot n’a
pu être détecté. Une analyse de stabilité des profils a montré l’absence d’instabilité idéale (kink
pour les faibles n et ballooning pour les valeurs larges de n) et le caractère instable des modes
d’interchange résistif. Ils correspondent à une activité MHD intermittente entre 10 et 80 KHz.
Les modes (m,n) successivement dominant, au fur à mesure de la translation vers le bord de
qmin sont (3,1), (5,2) et (7,3). Considérons la première séquence où le mode (3, 1) est impliqué.
Le profil de q étant inversé, il y a deux surfaces résonantes q = 3 pour ce mode. La croissance
du mode interne provoque un déconfinement partiel mais très rapide au niveau de la surface
intérieure q = 3 où se situe la barrière. Le taux de croissance pour le mode d’interchange résistif
(3,1) est de l’ordre de   ⇡ 0.5 ms ⇡ 103⌧A où ⌧A est le temps d’Alfvén. En même temps, une
augmentation de la température au niveau de la surface extérieure q = 3 est observée. Un îlot,
lié à une instabilité de déchirement magnétique, préexiste à chaque fois au procédé de décon-
finement sur la surface extérieure. Le déconfinement advient lorsque un couplage en fréquence
de rotation entre le mode interchange et l’îlot se produit. Il se traduit par une destruction de
la barrière de transport interne. Ce processus se produit sur les autres modes avec la transla-
tion de la barrière. Ces couplages montrent que des modes sur des surfaces à faible rationalité
peuvent interagir à distance. Il ne semble pas que la turbulence joue un rôle primordial dans
ce mécanisme.
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7.6.3. Couplage mutuel de NTMs dans le tokamak TCV et JET. Il existe très peu
d’études précise relatif au couplage de modes dans un tokamak, une des exceptions étant la
référence [111] qui s’appuie sur la technique d’analyse bi-spectrale 3 du signal de fluctuations
magnétiques mesuré sur les sondes de réponse magnétiques par induction à l’extérieur de la
chambre, appelés bobines de Mirnov 4. Pour une décharge à période de dent de scie longue sur
le tokamak TCV, il est observé, juste après la dent de scie des couplages non-harmoniques entre
des NTMs (3,2), (4,3) et (7,5) [111]. Le couplage n’était pas clairement identifiable à partir
d’un simple spectrogramme issu du signal des aimants de Mirnov, par construction, mais il est
devenu clair en mesurant la bicohérence des trois modes où b ⇡ 0.7. Par comparaison, pour
un couplage harmonique tel que (3,2) avec lui même, on a b ⇡ 0.8. Dans cette expérience,
seul le (3,2) survit, les deux autres étant stables. Il est aussi observé un couplage (9,6), (6,4)
et (15,10) à 50 kHZ avec b ⇡ 0.4, les couplages à des fréquences supérieures, et donc (m,n)
3. Analyse bispectrale : La technique d’analyse bispectrale permet de mettre en évidence les couplages
de modes. Il ne suﬃt pas en eﬀet que les règles de sélection entre trois modes k3 = k1+k2 et f3 = f1 + f2
soient satisfaites. En eﬀet, si par exemple les fonctions propres Xi(r) = Xˆ(fi, r,ki) du signal x(t, r, ✓, ) ne
se recouvrent pas l’interaction résultante sera nulle. Xˆ est la transformée de Fourier de x dans les directions
(t, ✓, ) et, dans un tokamak k est associé aux nombres d’ondes (m,n). La méthode bi-spectrale, d’un point
de vue expérimental, est limitée par le fait que la mesure s’eﬀectue sur un signal scalaire et seulement en
un ou quelques points spatialement isolés. Le signal est de la forme x(t,M) où M est un point fixé et sa
transformée de Fourier sera noté avec un léger abus de notation X(fi). Le bi-spectre est alors définie par
B(f1, f2) = E(X(f1)X(f2)X⇤(f1 + f2)) où E(A) est l’espérance ou valeur moyenne du signal fluctuant A.
Bien-sûr si un des 3 modes est absent ou négligeable B sera nulle. Si les phases des signaux sont aléatoires ou
mutuellement incohérentes, la moyenne statistique donnera aussi une valeur proche de zéro à B. Il est utile
d’introduire une quantité normalisée qui tend vers 1 si la cohérence de phase est haute et zéro dans le cas
contraire. C’est le rôle de la bi-cohérence définie par
(7.6.1) b(f1, f2) =
|B(f1, f2)|2
E(|X(f1)X(f2)|2)E(|X(f1 + f2)|2) ,
et qui vérifie 0  b  1. Dans [111], une variante de cette définition de bi-cohérence semble être utilisée. Il
n’est pas clair que la normalisation soit correcte, mais physiquement, l’information mesurée est similaire. Un
couplage est dit harmonique lorsque f2 = f1. Le couplage est naturellement eﬃcace puisque par construction
les fonctions propres sont les mêmes et le recouvrement parfait. En particulier on peut éventuellement avoir la
cascade f1 ! 2f1 ! 4f1 etc. Dans les tokamaks, l’étude du couplage de modes par analyse de la bi-cohérence
est peu fréquente. Elle s’eﬀectue en général soit en recueillant le signal sur des aimants de Mirnov, soit à partir
de mesures d’émission ECE (Electron cyclotron emission), les deux permettant d’accéder à des couplages de
modes ayant des fréquences typiques entre 5 et 50 kHz, typiquement donc des instabilités MHD tels que des
îlots ou celles engendrées par des particules énergétiques, les fishbones . . .
4. Détection des flutuations avec des bobines de Mirnov : Plusieurs aimants dits de Mirnov sont
généralement distribués poloïdalement et toroïdalement autour du tore. On peut ainsi de relier les fréquences
caractéristiques d’un signal et/ou de la structure associée, tels que les fluctuations magnétiques d’un îlot en
rotation, avec les nombres d’ondes de la structure étudiée, en particulier le fondamental (m,n) et les premiers
harmoniques[110]. Les valeurs supérieures des (m,n) accessibles sont limitées par des contraintes géométriques
et le nombre d’aimants. Il faut aussi optimiser le rapport signal/bruit et l’échantillonnage au niveau des sondes.
Par exemple, si on veut simplement détecter des îlots, comme leur fréquence de rotation ne dépasse pas typi-
quement 20kHz, l’échantillonnage devra dépasser 40 kHz.
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plus élevés n’étant pas accessibles expérimentalement. Dans [111], il est aussi donné l’exemple
d’une décharge similaire dans JET et le même couplage de NTMs (3,2), (4,3) et (7,5) mais
aussi un couplage intermittent et plus faible de (3,2), (4,3) avec (1,1). Il est aussi observé
que finalement c’est le mode de plus faible rationalité (3,2) et son premier harmonique qui
subsiste lorsqu’une nouvelle dent de scie se produit. Avant celle-ci, il faiblit lentement car il
nourrit énergétiquement les autres par couplage. La dent de scie supprime le couplage. Nous
retrouverons dans l’expérience numérique la tendance du fondamental à redistribuer son énergie
sur les autres modes par couplage direct (voir aussi l’expérience suivante).
7.6.4. Couplage de modes entre MHD et turbulence dans le tokamak TCABR.
Dans le tokamak brésilien TCABR, en plaçant une électrode polarisée au niveau de la région
bord (r / a), de façon similaire à l’étude sur HT-7 plus haut, il apparaît que la turbulence au
niveau de la “scrape of layer” (r > a) et du bord, est naturellement modulée par la réponse
des bobines de Mirnov. Le spectre MHD (2  m  4) mesuré à partir des fluctuations (des
aimants) de Mirnov correspond à des fréquences de rotations centrées en f1 (= 15 kHz) se
superpose partiellement avec le spectre des fluctuations de densité qui est significatif sur la
plage allant de quelques kHZ jusqu’à plus de 100 kHz et est maximal à 2f1 =30kHz environ.
Cela a une incidence importante sur le transport de particules   =< n˜ev˜r > qui est deux fois
plus important au niveau de la fréquence fondamentale f1 que là où elle a deux autres maxima
2f1 et 8f1 (= 120kHz)[63]. En fait, il est montré à travers un diagnostic de bi-cohérence que
b  (le signal est X =  ) et bB présentent tous les deux des pics pour le couplage harmonique
f2 = f1 et que ce couplage est maximal à r = 17cm (a = 18cm), i.e dans la région bord du
tokamak[49]. Enfin, il est mis en évidence un couplage seulement électrostatique f2 = pf1 où
1  p  20 avec b (f1, pf2) relativement indépendant de p [83]. Cela incite à imaginer qu’il
se produit une redistribution spectralement homogène de l’énergie des grandes échelles sur
l’ensemble des échelles turbulentes via la chaîne f1 + pf1 ! (p + 1)f1, i.e. un couplage direct
petites/grandes échelles sans mécanisme de cascade. Nous retrouverons cette chaîne dans nos
simulations numériques au chapitre 4
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7.7. Description du code
Une description du code utilisé pour eﬀectuer les simulations présentées dans cet ouvrage
se trouve dans la thèse de doctorat d’Alexandre Poyé.
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